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Analizamos los decaimientos beta doble exóticos sin emisión de neutrinos, con y
sin emisión de majorón que son las potenciales ventanas hacia la nueva física más
allá del modelo estándar de las interacciones electrobébiles. A saber:
(i) Presentamos una derivación de la probabilidad de decaimiento especialmente 
adaptada para los cálculos de estructura nuclear. Mostramos que la expansión de Fourier- 
Bessel de las corrientes hadrónicas, junto con el reacoplamiento de impulsos angulares, 
lleva a expresiones finales muy simples para los factores de forma nucleares. El formalismo 
desarrollado es aplicado a los núcleos ^Ca, 76Ge, 82Se, 100Mo, 126Te y 130Te, dentro del 
modelo de fases al azar para cuasipartículas. Obtenemos las expresiones analíticas explícitas 
en el modelo de un solo nivel para el decaimiento de 48Ca. Estas son útiles tanto para 
verificar los cálculos numéricos como para estudiar analíticamente la consistencia con otros 
formalismos. Deducimos límites sobre los términos que violan el número leptónico en el 
Hamiltoniano débil.
(ii) Examinamos en detalle las predicciones del modelo de ”majoron cargado” introducido 
por Burgess y Cline. Las probabilidades de transición calculadas son mucho más pequeñas 
que los límites experimentales superiores sobre posibles emisiones de majorón, excepto en 
una pequeña región ¿el espacio de parámetros del modelo.
(iii) Estudiamos la posible competencia de los procesos exóticos con el decaimiento beta
doble estándar con dos-neutrinos Discutimos la contribución de términos de orden
superior en el Hamiltoniano débil. Concluimos que es muy poco probable que sus efectos 
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Los núcleos atómicos son sistemas cuánticos con estados de energía bien definidos cuyos 
anchos son comparativamente despreciables. Sin embargo, en 1914 Chadwick observó que 
las partículas del decaimiento n —> p + e~ tenían una distribución continua de energía. Más 
aún, se halló que la energía promedio por desintegración era solamente un tercio de la energía 
máxima del espectro. También surgían dificultades con la conservación del impulso angular 
y lineal. Por ejemplo, en la desintegración del neutrón n —> p+e“ el impulso angular inicial 
es l/2fr, mientras que el final es 0 ó lh. Pauli propuso en 1927, como una solución desespe­
rada, remover todas estas dificultades asumiendo que una partícula adicional, actualmente 
llamada neutrino, era emitida en ese proceso, dando lugar al decaimiento P simple. Desde 
entonces el neutrino ha permanecido como una de las más interesantes partículas elementales 
y en las dos últimas décadas la Física de Neutrinos ha llamado la atención de muchos 
investigadores. El descubrimiento de que los neutrinos asociados con el muón y el tau son 
diferentes de! restriño emitido con el electrón abrió aspectos completamente mievos para la 
Física de Neutrinos.
En 1957 Wu y sus colaboradores [1] realizaron un experimento basado en el trabajo 
teórico de Yang y Lee [2], revelando que en el decaimiento P simple los antineutrinos emergen 
siempre con helicidad h = +1, es decir, son siempre derechos. De esta manera comprobaron 
que en las interacciones débiles no se conserva la paridad.
Todas las propiedades de los neutrinos y sus interacciones están incluidas en la teoría de 
gauge de las interacciones electrodébiles de Glashow, Salam y Weinberg [3, 4, 5], en la cual 
se unifican las interacciones electromagnética y débil. Esta teoría, conocida como Modelo 
Estándar de las Interacciones Electrodébiles (ME), es uno de los grandes logros de la Física 
de Partículas en el siglo XX. Las principales suposiciones de este modelo se pueden resumir 
de la siguiente manera:
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1. El grupo de gauge es SUL(2) xUY(l), que sólo incluye la interacción V—A (izquierda).
2. Hay dobletes fermiónicos izquierdos y singuletes fermiónicos derechos para las tres 
generaciones de leptones en SUL(2).
3. No hay neutrinos derechos, es decir, no hay un término de masa del tipo de Dirac.
4. Se asume un solo doblete bosónico de Higgs, el cual produce masas para los fermiones 
cargados y los bosones de gauge, pero no da un término de masa del tipo de Majorana 
para los neutrinos.
Todas las predicciones del ME han sido confirmadas por numerosos experimentos. Sin 
embargo, en esta teoría muchos parámetros fundamentales arbitrarios (masas de los leptones, 
ángulos de mezcla, etc.) aún tienen que ser explicados. Los mayores esfuerzos hasta el 
momento están dirigidos a la búsqueda de una teoría que pueda generalizar el ME y resolver 
los problemas mencionados. En muchos experimentos se buscan posibles efectos de física 
más allá del ME. En aquellos que usan aceleradores de partículas a grandes energías, uno de 
los principales objetivos es detectar algún comportamiento inesperado del bosón de Higgs 
estándar. Entre los experimentos sin tales aceleradores, los más populares son las búsquedas 
de masas para los neutrinos a través de las oscilaciones de neutrinos y los decaimientos beta 
doble exóticos.
El decaimiento beta doble (/?/?) resulta posible sólo cuando la transición p simple está 
prohibida en energía o fuertemente suprimida debido a un cambio de espín muy grande. 
La fuerza de apareamiento hace que los núcleos par-par estén mucho más ligados que los 
impar-impar vecinos. Como un ejemplo la Fig. 1 muestra la estructura de niveles de energía 
para el decaimiento PP del 76Ge.
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Figura 1: Estructura de niveles para el decaimiento pp de 76Ge.
Los procesos PP pueden ocurrir a través de tres modos diferentes de decaimiento:
• Decaimiento beta doble con emisión de dos neutrinos.
Este decaimiento desde el núcleo inicial (TV, Z) al núcleo final (N — 2, Z + 2) fue 
sugerido por primera vez por Mayer en 1935 [6]
(TV, Z} —(TV — 2, Z + 2) + 2e 4- 2i/,
y puede ser considerado un proceso en dos etapas, tal como se muestra en 2a Fig. 2 \ 
Se describe como una perturbación a segundo orden en el Hamiltoniano débil V — A 
dentro del ME, independientemente de si los neutrinos son partículas de Dirac (p / P) 
o de Majorana (y = P), con o sin masa. Cuando los neutrinos son partículas de Dirac, 
la emisión de los electrones debe ir acompañada de dos antineutrinos. Este modo de 
decaimiento estándar, que designaremos por PP-¿v, es el único proceso pp observado 
experimentalmente, y como tal es útil para adquirir confianza en los complejos modelos 
nucleares que luego serán empleados para describir los decaimientos exóticos.
1Es interesante notar que el análogo electromagnético del decaimiento beta doble con emisión de dos 
neutrinos es el decaimiento nuclear gamma doble [7].
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Figura 2: Diagrama para modo de decaimiento
• Decaimiento beta doble sin emisión de neutrinos.
Tal como fue sugerido por Furry en 1939 [8], el decaimiento PP desde el núcleo inicial
(TV, Z) al final (N — 2, Z + 2) puede ocurrir de acuerdo con el siguiente modo,
(TV, Z') —> (TV — 2, Z 4- 2) 4- 2e ,
según el esquema mostrado en la Fig. 3. Este modo de decaimiento será designado
por PPOv.
Figura 3: Diagrama para el modo de decaimiento PPqv.
Aquí se asume que un neutrino virtual fue emitido en la primera etapa y absorbido 
en la segunda. El resultado neto es que sólo se emiten dos electrones y de esta forma 
no se conserva el número leptónico. Debe enfatizarse que si nos restringimos al ME, 
es decir cuando los neutrinos son no masivos y la corriente leptónica débil es del tipo
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V — A, los operadores de proyección de helicidad
= |(1 - 75), Pr = |(1 + 7s)>
nos aseguran que el antineutrino emitido y el neutrino absorbido son, respectivamente, 
derecho e izquierdo. Por lo tanto, aún cuando el neutrino es una partícula de Majorana 
(1/ = p), el decaimiento /3/3Ov no ocurre a menos que se satisfagan alguna de las 
siguientes condiciones [9]:
(a) los neutrinos son masivos (mv / 0), y/o
(b) la corriente derecha V + A coexiste con la izquierda V — A.
El diagrama en la Fig. 4 ilustra estos dos posibles mecanismos para el decaimiento 
exótico PPqv.
(a) (b)
Figura 4: Diagrama del modo de decaimiento PPqv. Las flechas indican la helicidad h del 
neutrino emitido o absorbido en cada vértice.
• Decaimiento beta doble con emisión del majorón.
En este modo de decaimiento los dos electrones finales son acompañados por un bosón 
de Nambu-Goldstone no masivo, llamado majorón. Este proceso, que será designado 
por PPM, se representa esquemáticamente en la Fig. 5.
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Figura 5: Diagrama para el modo de decaimiento con emisión de majorón PPM.
La primer clase de majorón fue introducida por Chikashige, Mohapatra y Peccei [10]. 
En este modelo se introducía un campo de Higgs singulete de SUL(2) con motivo 
de generar un término de masa de Majorana para los neutrinos derechos, a través 
del mecanismo de ruptura espontánea de la simetría global del número leptónico. El
bosón de Goldstone resultante se acoplaba muy débilmente con los neutrinos. Poste­
riormente Gelmini y Roncadelli [11] propusieron un modelo muy simple y elegante en
el cnal el número leptónico era espontáneamente roto por nn campo de Higgs triplete
electrodébil. Este modelo estimuló muchas búsquedas experimentales, pero luego se 
halló que era incompatible con las medidas del LEP sobre el ancho invisible del bosón 
Z [12, 13].
Entonces, para explicar un exceso anómalo de eventos PP en la parte más energética 
del espectro de varios núcleos [14,15,16], Burgess y Cline [17,18] proponen una nueva 
clase de majorón cargado, llamado así porque en este modelo la simetría del número 
leptónico permanece sin romperse. Designaremos por PPMC al decaimiento exótico 
con emisión de majorón cargado.
Debido a que la fuerza de apareamiento hace que el estado fundamental de los núcleos 
par-par tenga espín y paridad J* = 0+, nosotros consideraremos únicamente transiciones 
del tipo 0+ -> 0+. En esta tesis serán estudiados escencialmente los siguientes tópicos:
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• Decaimiento beta doble sin emisión de neutrinos.
El decaimiento PPqv es una prueba sensible de los términos que violan el número 
leptónico en el Hamiltoniano débil, tales como la masa de Majorana de los neutrinos 
livianos o los acoplamientos débiles derechos. Los límites medidos sobre la probabili­
dad de transición, que mejoran constantemente [19], pueden traducirse en cotas más 
estrictas sobre esos parámetros.
La obtención de estos límites a partir de los datos experimentales sólo es posible 
cuando sabemos como tratar con la estructura nuclear involucrada en el decaimiento 
PP&,. Esto no es una tarea fácil, ya que:
(i) el Hamiltoniano nuclear es sólo conocido aproximadamente, de manera que la 
elección de la parametrización apropiada es un arte;
(ii) en general hay una gran cantidad de estados nucleares involucrados en el cálculo; 
y
(iii) las fórmulas para la vida media del decaimiento PPqv son complejas y difíciles de 
implementar en cálculos de estructura nuclear.
En esta tesis derivamos expresiones simples para los elementos de matriz nucleares 
del modo PPqv, especialmente adaptadas para los cálculos de estructura nuclear. La 
base física de nuestro desarrollo es la misma que en otros trabajos previos sobre el 
mismo problema, es decir, se usa el mismo Hamiltoniano débil. Por lo tanto, uno no 
puede esperar obtener resultados muy diferentes para los observables. Para completar 
nuestro estudio sobre los elementos de matriz PPqv, realizamos los cálculos para varios 
núcleos que decaen por emisión PP y comparamos con otros estudios similares.
Como la mayoría de los estudios previos se han realizado en el marco del modelo de 
fases al azar para cuasipartículas (QRPA) [20, 21, 22, 23, 24], que se ha mostrado que 
da buenas estimaciones para la probabilidad de transición estándar PPiv, usaremos 
aquí la misma aproximación. Solamente el decaimiento PPqv de 48Ca será discutido 
dentro de un modelo de capas simple para un solo nivel, con propósitos de comparación.
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• Decaimiento beta doble con emisión del majorón.
Desde el punto de vista de la física nuclear, el modelo de majorón cargado de Burgess y 
Cline es interesante porque la vida media predicha para el decaimiento ppMC depende 
de elementos de matriz diferentes a los considerados previamente en otros modelos. 
En las Refs. [17, 18] se estiman los elementos de matriz nucleares necesarios para 
que la emisión del majorón cargado pueda explicar los eventos anómalos observados 
en los núcleos 76(7e, 82Se, 100Mo y 150Nd. En esta tesis evaluamos detalladamente 
la amplitud de transición para el modelo de Burgess y Cline dado en la Ref. [18], 
simplificando sus expresiones analíticas y calculando los correspondientes elementos 
de matriz nucleares dentro de la aproximación de QRPA para varios núcleos de interés 
experimental. El formalismo desarrollado para el modo PPq„ es adaptado para evaluar 
de una forma más simple los elementos de matriz del majorón cargado. Finalmente, 
comparamos las probabilidades de transición con los datos experimentales actuales.
• Competencia entre los decaimientos beta doble exóticos y estándar.
La cantidad que se emplea para distinguir experimentalmente entre el decaimiento 
estándar con dos neutrinos pp^, y los eventos exóticos sin neutrinos PPQl/ y 0/3M, es el 
espectro de energía dT/dc de la probabilidad de transición T, como una función de la 
suma e = €i + c2 de las energías de los dos electrones emitidos. El decaimiento pp^ 
muestra un espectro continuo en el intervalo 2me < e < Q, donde me es la masa del 
electrón y Q es la energía disponible para la transición, mientras que el espectro PPOl/ 
es un pico en la energía e = Q. El espectro para el modo ppM también es continuo, 
pero su forma es claramente diferenciable de la del modo PPiv debido a que la energía 
es repartida entre menos partículas finales.
Notemos que la sensibilidad de los experimentos sobre decaimientos pp está incre­
mentando constantemente. Por ejemplo, mientras la medida pionera de laboratorio 
del decaimiento PPz» en 82Se confiaba en sólo 40 eventos [25], los experimentos más 
recientes con 76Ge [26] fueron hechos con muy buena estadística (~ 20000 eventos). 
Otro ejemplo es la evolución del límite de la vida media del decaimiento PPqv en 76Ge.
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Desde la primera medida en 1952, Tqv > 2 • 1016 años [27], ha variado a Tqv > 2.2 • 1022 
años en 1983 [28], mientras que el valor más reciente es TOl/ > 1.2 • 1025 años [26]. 
Comparando este último resultado, como también el límite medido para la vida media 
del decaimiento PpM'. TM > 1.7 • 1022 años [29], con la correspondiente vida media 
para PP-iv- T?v — 1.77 • 1021 años ^26, 30*, se puede decir que actualmente están siendo 
observados efectos del orden de 10-4 a e ~ Q y de orden 10-1 a e ~ Q/2. Hay varios 
experimentos planeados que se supone que permitirán medir efectos aún menores. El 
más prometedor parece ser el proyecto GENIUS [26], que se supone que examinará la 
vida media PPo„ de 76Ge hasta el límite TOv > 5.7 • 1028 años. Uno podría esperar que 
la sensibilidad de los experimentos para investigar el decaimiento PPM mejorara de la 
misma manera.
Al confrontar los datos experimentales con la teoría, usualmente se asume la validez 
de la aproximación permitida (AP) para el decaimiento estándar pp^- Esto im­
plica considerar solamente estados virtuales con espín y paridad = 0+ y 1+, que 
contribuyen a través de los operadores nucleares de Fermi (<7vt+) y Gamow-Teller 
(PxT+<r), respectivamente. Los términos de orden superior, provinientes de estados 
virtuales prohibidos en paridad con J’ = 0”, 1”, 2”, han sido ignorados por completo 
por todos los que trabajan en este campo de la física, simplemente porque ellos es­
peran que su efecto sea pequeño. Sin embargo, al planear experientos futuros y buscar 
decaimientos exóticos, sería importante saber que tan pequeños son estos efectos, y si 
ellos podrían eventualmente llevar a consecuencias experimentales similares a las de 
los anteriores. En particular, sería interesante comparar los resultados del modelo de 
majorón cargado con los provinientes de las transiciones prohibidas en paridad en el 
decaimiento PP estándar.
Finalmente completamos la discución de la competencia entre los decaimientos PP 
exóticos y estándar, analizando los efectos de los elementos de matriz nucleares que 
han sido intensamente estudiados en relación con las desviaciones del espectro p simple 
de la forma permitida [31, 32, 33, 34]. Estos términos de orden superior son habitual­
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mente conocidos como correcciones segundas prohibidas, y la más importante de ellas 
proviene del término del magnetimo débil, que obedece las mismas reglas de selección 
que el operador de Gamow-Teller.
Esta tesis está organizada ce la siguiente manera:
En la Sección 2 desarrollamos las expresiones para la vida media del decaimiento estándar 
0/3^ incluyendo, además de las transiciones permitidas tipo Fermi y Gamow-Teller, las 
contribuciones de estados intermedios J* = 0“, 1“,2“ [35, 36], y correcciones de orden 
superior a estados J* = 1+, en especial la debida al magnetismo-débil [37]. También 
analizamos la contribución de cada uno de estos términos al espectro de energía de dos 
electrones.
En la Sección 3 discutimos el mecanismo básico para el decaimiento PPqVí presentando 
el Hamiltoniano efectivo y la amplitud de transición en una forma conveniente para la 
expansión multipolar [38]. Damos las fórmulas detalladas para los elementos de matriz 
nucleares y discutimos los cálculos de estructura nuclear involucrados en el problema [38]. 
Estudiamos el decaimiento de 48Ca dentro del modelo de un solo nivel y derivamos las 
expresiones analíticas para los momentos nucleares [39].
En la Sección 4 examinamos en detalle las predicciones del modelo de majorón cargado 
de Burgess y Cline [40]. Adaptamos el formalismo, desarrollado previamente para el de­
caimiento PPqví para evaluar los elementos de matriz del decaimiento en forma exacta 
[41],
En la Sección 5 presentamos los resultados numéricos obtenidos para los elementos de 
matriz y factores cinemáticos que intervienen en cada uno de los decaimientos estudiados. 
A partir de esos resultados analizamos la contribución de cada término a la vida media y el 
espectro de energías, y la posible competencia entre los decaimientos exóticos y estándar.
Las conclusiones se presentan en la Sección 6.
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2 Decaimiento Beta Doble con Emisión de Dos 
Neutrinos
2.1 Amplitud, probabilidad de transición y vida-media.
La vida-media del decaimiento estándar PP^ para una transición del estado inicial |r) en el 
núcleo (TV, Z) al estado final |f) en el núcleo (TV — 2, Z + 2) (con energías y EFy espines 
y paridad J* = 0+), se define como
[Ta,(0+ -4 0+)]_1 = (2.1.1)
La probabilidad de transición diferencial para el intervalo de impulsos dpi y dp2 de los 
electrones y dqi y dq2 de los antineutrinos está dada por [36, 37, 42]
dT2p = 27r^|ña,|2á(el + e2 + 91 + q2 - <5) (^3 (2^)3 (2^3 (^Já- (2.1.2)
2 En este trabajo usaremos el sistema de unidades naturales: me = h = c = 1. Asimismo se empleará 
la representación de Dirac para las matrices de Dirac [45], la métrica g°° = 1, (?M = — 1 y las definiciones 
usuales = ^70 y = *72^*-
donde el símbolo representa tanto la suma sobre las proyecciones de espín de los leptones 
como la integración sobre los impulsos de los neutrinos y las direcciones de los electrones. 
Aquí €, y = |q¿ | son, respectivamente, las energías de los electrones y neutrinos no masivos, 
y Q = Ej — EF es\& energía disponible para la transición pp. La amplitud de transición se 
evalúa a través de la Regla de Oro de Fermi a segundo orden:
R2v = 2^------------ Erl-El + el+gl ’ (2’L3)
donde e, = (e», p», «e»), ^» = (ft, q», sF.) y |n) representa los estados intermedios (con energía 
En) en el núcleo (TV — 1, Z + 1). El Hamiltoniano efectivo débil está dado por [42, 43, 44]
Hw = Ej dxj*(x)JiLIÍ(x) + h.c., (2.1.4)
donde G = (2.996±0.002) x 10-12 es la constante de acoplamiento débil en unidades naturales 
2 [34],
jL„(x) = 2Í.(X)7^N(x), Pl = |(l-7s), (2-1.5) 
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es la corriente leptónica izquierda construida a partir de los operadores de campo del electrón 
\Pe y del neutrino N sin masa, y
jJM(x) = ^n(x)7M(pv ~ (2.1.6)
es la corriente hadrónica V — A construida con los operadores de campo del nucleón ^n, y 
las constantes de acoplamiento 3
3 Adoptaremos aquí el valor efectivo para la constante de acoplamiento axial-vectorial gA [46, 47].
4Ver Ec. (3D-18) en Ref. [33]. La correspondencia entre las aproximaciones no-relativista usadas aquí y
aquellas usadas previamente en los estudios del decaimiento 00 [42, 43, 44, 49, 50], puede hallarse en la 
p. 516 del libro de Walecka [51].
9a — 9v = 1, 9w/9v — —(/ip ~~ — —3.7/(2MN), (2.1.7)
donde es la masa del nucleón. Especificando la corriente hadrónica para el proceso de 
decaimiento n—>p + e”+Pa través de la acción de los operadores de campo, y adoptando 
la aproximación de impulso no relativista para la función de onda de los nucleones (ver 
Apéndice A), tenemos [38, 42, 48]




Pa(x) = 2^STn[<r»-Pní(x-rn) + á(x-rn)a-„-pn], (2.1.9)
jv(*) = [P»í(x-rn)+<5(x-rn)Pn + /.vVx<r„í(x-rB)],
L(x) = 3x^T+<r„í(x-r„),
n
son las densidades y corrientes de un-cuerpo vectorial (V) y axial (A),
fw = 1 ~ 2MN(gw/gv) — 4.7, (2.1.10)
es la constante de acoplamiento efectiva del magnetismo-débil, y rn y pn son, respectiva­
mente, la coordenada e impulso del nucleón.
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Introduciendo (2.1.4) en (2.1.3) obtenemos
Hív = dxdy<F|JE^l(+Q/2y)k>[1 ~
X ^(ei>x)7PPL^<’(9i>x)^(e21y)7ffPi,^o(92,y), (2.1.11)
donde ^(c», x) (^c(qí, x)) son las funciones de onda de los electrones (neutrinos) emitidos (ver 
Apéndice A), y Pílikt) intercambia las partículas li y ¿2, Para llegar a esta expresión hemos 
usado además una aproximación que se hace en los procesos PP que consiste en despreciar 
las distinciones entre las energías de los leptones en los denominadores de energía, ya que el 
espectro debe ser simétrico en los pares electrón-neutrino. Para el modo eso implica 
que el valor medio de c, + q¡ debe ser Q/2, independiente de los índices i yj [42, 52].
2.2 Transiciones permitidas y primeras prohibidas dentro de la 
aproximación-^.
En esta discusión del decaimiento ignoramos el término del magnetismo-débil y la 
acción de los términos dependientes de la velocidad (ver Ec. (2.1.9)) sobre la corriente 
leptónica. Estos términos contribuyen en las correcciones segundas prohibidas a las tran­
siciones de Gamow-Teller, que serán discutidas en la próxima Sección. Asumimos que la 
energía coulombiana del electrón en la superficie del núcleo es mayor que su energía total. 
Esto lleva a la aproximación-^ [34, 35], que ha sido muy usada en el estudio de las transi­
ciones p simple primeras prohibidas (PP). Como se hace generalmente [52], clasificamos las 
transiciones de la siguiente manera:
• Permitidas (P): Son las transiciones a estados intermedios 0+ y 1+, que se obtienen 
reteniendo los operadores de Fermi y Gamow-Teller en la corriente hadrónica, y 
tomando sólo las ondas-S para los leptones [35].
• Primeras prohibidas no-únicas (NU): Son las transiciones a estados intermedios 0“ y 
1“, que se obtienen reteniendo los términos dependientes de la velocidad en la corriente 
hadrónica (2.1.8), y tomando sólo la onda-S para los neutrinos y las ondas S y P\/z 
para los electrones en la parte leptónica [35].
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• Primeras prohibidas únicas (U): Son las transiciones a estados intermedios 2“, que se 
obtienen reteniendo el operador de Gamow-Teller en la corriente hadrónica, y tomando 
las ondas-S y P3/2 para los electrones y neutrinos [36].
Entonces, para el análisis de las transiciones P y PP, la función de onda de los antineutrinos 
está dada explícitamente por (ver Apéndice A)
(2-2.1)
mientras que la de los electrones está dada por
(2.2.2)
donde ya adoptamos la aproximación-^ y despreciamos la masa del electrón frente a su 
energía. Definimos
f = aZ/2ñ ~ 1.18Z4"1/3, (2.2.3)
siendo a a 1/137 la constante de estructura fina y R = 1.2 fm el radio nuclear, y p =
plFt^eJ/FoíZ.e)]1^.
Utilizando estas expresiones y reteniendo los términos indicados previamente para cada 
una de la contribuciones P, NU y U, y después de un poco de álgebra, el Hamiltoniano 
(2.1.4) puede escribirse de una forma bastante novedosa
^(ei/) = -y 52 WJ • Lj(ep). (2.2.4)
Aquí Wj y Wj son, respectivamente, los operadores nucleares permitidos y primeros prohi­
bidos, y
Lj(ei') = (1 - h(l - a • q)x-,,, (2.2.5)
son los elementos de matriz leptónicos. Los operadores tj se presentan en la Tabla 1, junto 
con WJ.
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Tabla 1: Operadores lj y WJ para diferentes multipolos J; p = p[Fi(Z, cJ/Fo^e)]1/2, 
Vn = Pn/AfN y c = QtZ/2R._________________________________________________






son, respectivamente, los elementos de matriz para las transiciones P, NU y U, con
(2.2.10)
Después de introducir (2.2.6) en (2.1.2) y realizar las sumas sobre espín e integraciones 
angulares, la contribución de los elementos de matriz leptónicos L2(eii/i) • L2(e2i/2)LJ(eiP¡) • 
L¡¡(e2i/j) resulta ser idénticamente nula para i,j = 1,2 or 2,1. Entonces, no hay término 
de interferencia entre los elementos de matriz P y U, mientras que sí la hay entre y
Una vez realizada la integración en qi y g2 obtenemos
(2.2.11)
donde
<«£, = "£1 “É2)5 i p*e*F°(z> £‘)</e*’ (2-2-12)
8 Para transiciones 0+ —> 0+ valen las relaciones (ver Ec. (1A-25) en Ref. [33])
Wj-Lj(eiVi)Wj-Lj(e2^2) = (2J+l)_1Wj-WjLj(eii/i)-Lj(e2^2)> Li(eii/i)-Li(e2^2) = 3Lo(eii/i)-L0(e2*,2)«
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es el factor de fase usual para el decaimiento en la aproximación P, y
= 2932^2 52«í(«ií2)(Q - «1 - £2)5+2i n PkfkF0(Z, ek)dek, (2.2.13)
con ao(íie2) = p?p2> a1(ele2) = 16pJ/35 y a2(tie2) = 1/21.
A partir de esta ecuación derivamos la expresión para el espectro de energía dT^/de, 
donde e = ¿i + €2 es la suma de las energías de los electrones. Obtenemos
+ = _g_ [J* (e)|,MÍ, + ACI2 + WCI*], (2.2.14)
donde
^2*,(c) = (Q ~~ €)5 deiPiCiPzfyFoíZieijFofZjtz),
K,(e) = ¿¿(Q-«)5+2i /í_1 delai(e1e2)pieiP2e2F0(Z,e1)F0(Z,e2). (2.2.15)
La correspondiente vida-media es
[7^(0+ -> 0+)]-1 = Qí, |AC + ACI2 + (2.2.16)
donde
= 2407r7ln2 / (2.2.17)
son los factores cinemáticos.
2.3 Correcciones de segundo orden a las transiciones de 
Gamow-Teller.
En esta Sección analizamos las correcciones de segundo orden a las transiciones de Gamow- 
Teller, provinientes del término del magnetismo-débil en la Ec. (2.1.9) y de la acción de 
los términos dependientes de la velocidad sobre la corriente leptónica [37]. Debido a que 
estos involucran derivadas de la corriente leptónica, las correcciones de más bajo orden a las 
transiciones permitidas de Gamow-Teller se obtienen reteniendo las ondas-S y P1/2 para los 
pares electrón-neutrino. Entonces, para el análisis de las correcciones segundas prohibidas 
(CSP), las funciones de onda de los electrones y antineutrinos están dadas explícitamente
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por (ver Apéndice A)
X.., (2.3.1)
(2.3.2)
donde se despreció la masa del electrón frente a su energía, pero no se adoptó la aproxi- 
mación-f, debido a que estamos buscando alguna posible variación en la forma del espectro 
de energía de los electrones. Reteniendo solamente los términos necesarios para la evaluación 
de las CSP en el Hamiltoniano (2.1.4) obtenemos
Hw(ev) = -y 52ft(e,«)W(<) • Li(ev), (2.3.3)
2 i=0
con Li(ep) definido en Eq. (2.2.5). Las funciones leptónicas p,(€, q) y los operadores nucleares 
que contribuyen a las CSP se muestran en la Tabla 2. Al escribir la ecuación (2.3.3) 
hemos introducido ciertos factores en las definiciones por razones de conveniencia.
Tabla 2: Funciones leptónicas ^(c, g) y operadores nucleares V\A*\
Conservando sólo los términos de interferencia entre W(o) y W(1), W(2) y W(3), y las
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El elemento de matriz corresponde a la parte de Gamow-Teller del elemento de matriz 
P de la Ec. (2.2.7), es decir A42°J = A42i,(1+). Es interesante notar que, mientras las 
transiciones NU interfieren con el operador de Gamow-Teller a nivel de la probabilidad de 
transición, las CSP lo hacen a nivel de la amplitud de transición.
Al mismo orden de aproximación la probabilidad de transición diferencial está dada por 
4G4 3
dTj. = dlX+CSP = (2.3.7)
con dado en Ec. (2.2.12). Finalmente derivamos las expresiones para el espectro de 
energía
dT^ _ dr&CSP _ G4 (0) A jr«)/ \ a^«) zo 3 g\
■rfT = ““dT~ " (2*3’8)
donde
•^2p(€) = (Q “ c)5/»(c) d€iPi€iP2€2Fo(^í €i)F0(Z, e2). (2.3.9)
Notemos que Jjví6) es el espectro permitido de la Ec. (2.2.15). Para la vida-media 
obtenemos
[T2|Z(0+ -> 0+)]-1 = M% ¿ (2.3.10)
»=o
con los factores cinemáticos
(2.3.11)
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3 Decaimiento Beta Doble sin Emisión de Neutrinos
3.1 Amplitud, probabilidad de transición y vida-media.
La vida-media del decaimiento exótico sin neutrinos
Po»(0+ -» 0+)]-‘ = (3.1.1)
para una transición del estado inicial |z) en el núcleo (N, Z) al estado final |f) en el núcleo 
(N — 2, Z + 2) (con energías E¡ y EF y espines y paridad J* = 0+), se evalúa a través de la 
Regla de Oro de Fermi a segundo orden. La probabilidad de transición diferencial para los 
intervalos de impulsos dpi y dp2 de los electrones está dada por [42, 43]
drOl/ = 27r^|ROlz|2ú(6i + e2 - Q) (2^3 (2^3’ (3.1.2)
donde el símbolo sf representa la suma sobre las proyecciones de espín de los electrones y la 
integración sobre sus direcciones. La amplitud de transición está dada por
W E„ — E,+ei+w ’ (X1’3)
donde = (£i,p»,se<) (i/ = (w,q, s^)) representa la energía, impulso y espín del electrón 
(neutrino), y |n) describe los estados intermedios (con energía EN) en el núcleo (TV — 1, Z + 
1). El Hamiltoniano efectivo débil que incluye los nuevos términos que violan el número 
leptónico, está dado por [38, 42, 43, 44]
S / *cbu(x)^U.(x) + j^(x) 7Lm(x)] + h.c., (3.1.4)
donde la suma se efectúa sobre el número de generaciones de leptones,
= 2®e(x)7MPI.,KNz(x), FLiH = |(1 T7s). (3.1.5)
son las corrientes leptónicas construidas a partir de los operadores de campo del electrón 
We y del neutrino de masa m¿, y 6
Jl^(x) = UuJitx), J^x) = Vez[A4M(x) + r^x)], (3.1.6)
«No consideramos la mezcla de la corriente hadrónica V + A en y la corriente leptónica j&, porque 
su contribución a la amplitud del decaimiento 00 es despreciable [43].
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contienen a la corriente hadrónica V — A dadas por (2.1.6), y la nueva parte V + A dada 
por [42]
= KOWfr + Px75 + (3.1.7)
Ue¿ y son las matrices de mezcla de neutrinos para el sector izquierdo y derecho, respec­
tivamente (ver Apéndice A), y A y T] son las intensidades de mezcla de la corriente V + A. 
Especificando la corriente hadrónica V + A para el proceso de decaimiento n —> p + e“ + P 
a través de la acción de los operadores de campo, dentro de la aproximación de impulso no 
relativista (ver Apéndice A) tenemos [38, 42, 48]
4m(x) = (Pv (*) + p* (*) > jv (*) + i* w),
(3.1.9)
con la misma notación que en (2.1.11). Para llegar a esta ecuación hemos usado la aproxi­
mación ~ Q/2 en el denominador de energías, basándonos en la simetría del espectro 
respecto a los dos electrones finales [42, 52].
La estructura de esta ecuación sugiere que sería conveniente introducir las transformadas 
de Fourier de las cantidades definidas en (2.1.9), es decir
P(q) = f dxp(x)e iqx,
j(q) = / dxjtfe-**. (3.1.10)
Entonces, siguiendo el procedimiento usual [42, 43, 44], evaluamos las contribuciones de las 
funciones de onda S1/2 y P1/2 del electrón a la amplitude Rqv (su forma explícita se da 
en las Ecs. (A.1.4) y (A.1.5)). Las primeras llevan a los siguientes momentos nucleares
(3.1.8)
con las densidades y corrientes de un-cuerpo vectorial (V) y axial-vectorial (A) dadas en 
(2.1.9). La correspondiente ecuación para la parte V — A fue dada en Ec. (2.1.8).
Introduciendo (3.1.4) en (3.1.3) y realizando la suma sobre sv, obtenemos 
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dependientes de q y n
MF(q,N) = <F|pv(-q)|N)(jv|pv(q)|z),
MCT(q,N) = <F|jx(—q)|w) • (w|j^(q)|7), (3.1.11)
MB(q,w) = -iRq-<F|L(-q)|N)x(w|jv(q)|z),
y las segundas a
M^íq.w) = 2v/3i(F|p<?>(-q)|N)(w|pv(q)|7),
McT-fq.N) = 6í(F|j<01>(-q)|N)-(jv|jx(q)|7), (3.1.12)
MT(q,w) = 2i(F|j<21>(-q)|ív)-(N|jx(q)|7),
Mp(q>") = -V^*[<Fbl10)(-q)|iv)(iv|pv(q)|/) - (F|Ú(-q)|x) • (w|pW(q)|7)],
donde hemos introducido los operadores tensoriales
(3.1.13)
con L = \/2L +1. La forma explícita de los elementos de matriz definidos en (3.1.11) y
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Al derivar la expresión (3.1.16) hemos despreciado la masa del neutrino en comparación con 
q en los denominadores de energía, es decir, hemos tomado w = q.
Para la amplitud de transición obtenemos [38]
fio. = Í2), (3.1.18)
donde
Zi = < mv > (Mr — Mgt)>
Z2 = < V > (Mgtu 4- Afpw)+ < A > (Mpu — ^GTu)i
Z3 = 4<rj>MR, (3.1.19)
Z^ = —i[< A > (A/^gt ~~ 6A/7’ 4- 3M'< t) > (M'gt — ~~ 3Afzp)],O
Z5 = 4í < 77 > MP,
contiene tanto los elementos de matriz hadrónicos, como los parámetros
<mv> =
t




donde la suma 22/ se extiende solamente sobre neutrinos livianos <10 MeV). Los 
elementos de matriz leptónicos ¿i (61,62) se presentan en el Apéndice B.2.
Finalmente, realizando las integraciones y sumas sobre los estados de los electrones, como 
se indica en (3.1.2), obtenemos las expresión usual para la vida-media [38, 42, 43]
[7o„(O+ -4 0+)]-1 = <m„>2Cmm+<X>2Cxx+<rl>2Cm (3.1.21)
+ < m„ >< A > C„a+ < m„ >< r¡ > Cm„+ < A >< rj > C\n,
donde
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cmm = (Mp-Mffrfg!,
C» = - |m2_M1+G3,
cm = Mltg1 + ^Mt_gt-lM^_gi + Mtet+MRMPgi + M2Pgt,
CmX = (Mp — Mqt) [Mi-Qs — Afi+C/4], (3.1.22)
Cmri = — (Afp — A/gt) [AÍ2+^3 ”-^1-^4 +-^71^6 +, 
C^fj = —2M2-M2+G2 + g [M2-Mi_ + Af2+Afi+] £3 — -Afi_Afi+^4,
contiene las combinaciones usuales de elementos de matriz
A/i-£ = M'gt — QMt i 3A//jr,
AÍ2± = Mgmj ± Mpu; (3.1.23) 
y los factores cinemáticos
& = 32/^5 in 2 f &fc(Clí C2)^(C1 + e2 ~ Q) II PkFo(z, ^k)dek. (3.1.24)
&=i
Los factores &*(q, 62) se muestran en el Apéndice B.2.
Es importante recalcar que, dentro del procedimiento seguido aquí para derivar el resul­
tado (3.1.18), no hemos necesitado referirnos a la llamada aproximación de clausura (AC). 
(Recordar que la AC implica: (i) reemplazar las energías EN por un valor promedio < EN >, 
y ii) usar la relación de clausura |jv)(Ar| = 1 para los estados intermedios.) Cuando tra­
bajamos en la AC, los momentos (3.1.14) y (3.1.15) son directamente comparables con los 
que aparecen en las Refe. [42, 43, 44, 49, 50].
3.2 Expansión multipolar y reacoplamiento de impulsos 
angulares.
El punto de partida para la expansión multipolar de los elementos de matriz es usar la 
relación de Fourier-Bessel [38]
e*' = 47r^.LJí.(9r)(Yl(q) • n(r)) = ® n(f)]0, (3.2.1)
L L
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en las ecuaciones mostradas en el Apéndice B.l. Luego realizamos el reacoplamiento de 
impulsos angulares, y reecribimos los momentos nucleares (3.1.11) y (3.1.12) en término de 
los operadores tensoriales de un-cuerpo
(3.2.2)
Finalmente, realizamos la integración angular en dQq. El procedimiento se ejemplifica en el
Apéndice B.3, donde se deriva una parte de la fórmula final para el elemento de matriz MR.
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donde (L1|J) es una notación corta para el coeficiente de Clebsh-Gordon (£0101 JO). Las 
fórmulas para los elementos de matriz MFU y MGTlü se obtienen a partir de las de MF y MGT 
con el reemplazo v(q,wN) —> (ver Ecs. (3.1.14) y (3.1.15)).
La evaluación de los elementos de matriz /3(3Ov requiere:
i) el cálculo del producto escalar
(rlWj(g)lAr) • (wlWj(g)lz), (3.2.10)
donde Wj(g) representa cualquiera de los operadores de un-cuerpo presentados en (3.2.2), 
y
ii) la integración sobre el impulso del neutrino q.
Más detalles sobre estos dos pasos serán dados en la próxima Sección.
3.3 Cálculos de estructura nuclear.
Para evaluar los elementos de matriz (3.2.10) es conveniente reescribir los operadores (3.2.2) 
del espacio de Hilbert al espacio de Fock [33], es decir
Wjm(«) = J'1 52<pI lwX?)I |n) («Jo») JU ■ (3-3.1)
pn
De esta manera obtenemos
£(F|W,(g)H • (w|Wj(g)|z) = z (O/IWXíJWAf) • (^AflWj^lOt)
M ctirM
= (-)j 52 (pllwj(?)lln>Pph(PnP'n'; JJ)(p'llw^(9)lln')> (3-3-2)
OCKpnp'n'
donde
f^tpnp'rí-, ra) = j-2(0;¡|(«S)-"ll^)(-7oll(4afl.)J,||0+), (3.3.3)
es la matriz densidad de partícula-agujero (ph) de dos-cuerpos dependiente del estado, y el 
índice a indica diferentes estados intermedios con el mismo espín J y paridad 7r.
Dentro de la AC podemos sumar sobre a, y llegar a la matriz densidad ph independiente 
del estado
f?¿(pnp'n'\ J*) = ^^(pnp'n'; J’) = J_1(0^| [(aJafth^aJ/On'b’Jo I0*), (3.3.4)
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que está relacionada con la matriz densidad partícula-partícula (pp)
(3.3.5)
por una relación del tipo de Pandya
(3.3.6)
Los factores de forma reducidos entre estados de partícula independiente de protón y 
neutrón, para los operadores de un-cuerpo definidos en (3.2.2), son [53, 54]
<Pl|S!Ei,j(9)||n) = (4tt) lwL1J(jm)R*(pn;q), (3.3.7)
(p||Ptj(«)||n) = (4tt)_Í [iV^’ípnJñ^’ípn;q) + W^j’(pn)ñ[+,(pn;g)],
con las partes angulares7
7 Nosotros usamos aquí el acoplamiento de impulsos angulares
(3.3.8)
y las partes radiales
(3.3.9)
Para realizar el cálculo numérico usando las Ecs. (3.2.3) - (3.2.9) es conveniente agrupar 
por separado las partes angulares y radiales. De esta manera los elementos de matriz 
nucleares pueden ser escritos en la forma [39]:
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donde las integrales radiales de dos-cuerpos se definen como
(3.3.17)
La integración sobre el impulso del neutrino q se simplifica cuando se emplean las fun­
ciones de onda radiales del oscilador armónico. En ese caso son válidas las siguientes relar 
ciones entre las funciones de onda radiales de un-cuerpo:
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donde u = MNwoac, con woac ~ 8(L4-1/3, es el parámetro del oscilador, y la integración en q 
en los elementos de matriz (3.2.3) - (3.2.9) sólo involucra las integrales radiales (3.3.17) con 
k! = 0. La forma explícita de las integrales en este caso se muestra en el Apéndice B.4.
Las densidades ffh(pnj/n'\ J*) y ^(pnp'n'; J*) se obtienen a partir de los cálculos de 
estructura nuclear. Como un ejemplo, discutiremos luego el decaimiento /3/3 dentro de dos 
modelos nucleares diferentes: (i) el modelo de capas [38, 39], y (ii) la aproximación de fases 
al azar para cuasipartículas (QRPA) [46, 55, 56, 57]. Esta última se describe detalladamente 
en el Apéndice C.
En el primer caso consideramos el núcleo intermedio (N — 1,Z 4-1) y el núcleo final 
(jV — 2, Z + 2) descriptos, respectivamente, como excitaciones de una-partícula un-agujero 
y dos-partículas dos-agujeros sobre el núcleo inicial (N, Z), es decir,
= 52(pn|JJ) (ajo») 1°*),
pn
|0y) = 52 Nipp^N^nn^^pp'nn'-^r^} [(aJaJ,)/ir(aftaft/)/r]o |0¿),(3.3.19)
p>p/n>n*7<
con N(ppf) = (1 + ¿ppí)-L Uno obtiene de (3.3.3)
y
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donde
(3.3.22)
Dentro de la AC podemos usar la relación de clausura
(3.3.23)
que nos lleva de (3.3.20) a (3.3.21).
Por otro lado, dentro de la formulación de QRPA, y después de resolver las ecuaciones 
de BCS para el núcleo intermedio (N — 1,Z + 1) [58], la matriz densidad de dos-cuerpos 
resulta ser [38] (ver Apéndice C.4)
(3.3.24)
donde toda la notación tiene el significado usual (ver Apéndice C) [55, 58’. Uno debería 
tener en mente que cuando se usa la QRPA, las energías cuj* que aparecen en las integrales 
radiales son las soluciones del problema de RPA y no las energías de excitación del núcleo 
intermedio relativas al núcleo inicial.
3.4 Correlaciones nucleares de corto alcance y tamaño finito del
nucleón.
En esta Sección vamos a describir las formas en que se pueden incluir los efectos de las 
correlaciones nucleares en nuestro formalismo. Las correlaciones de corto alcance (CCA) 
entre los dos nucleones se toman en cuenta vía la función de correlación [39]
(3.4.1)
donde qc = 3.93 fm_1 es aproximadamente la longitud de onda de Compton del mesón-cj. 
Los efectos de las correlaciones de tamaño finito del nucleón (TFN) se introducen en la 
forma usual, es decir, a través de los factores de forma dipolares en el espacio de momentos 
[39, 43]
(3.4.2)
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es la función de correlación en el espacio de los impulsos.
3.5 Decaimiento ^Ca —>48 Ti dentro del modelo de un solo nivel.
En e! modelo de un solo nivel (MSN) [57] hay un solo estado intermedio para cada J*. 
Esta parece ser una razonable aproximación de primer orden para el decaimiento /3/3 de 
los núcleos 48 C a y 100Mo [59, 60]. Para el decaimiento 4sCa —>48 Ti, los estados virtuales 
intermedios en el núcleo 48Se son: [0/7/2(p)0/7/2(n)]j+, donde J+ = 0+ • • - 7+. Dentro del 
MSN, la expresión para la matriz densidad de dos-cuerpos pph(J+) = (Ph(pnpn', J+) es 
simple. En efecto, dentro del modelo de capas, la Ec. (3.3.20) se reduce a
/k(^+) = -2LAo;ipnpn;Z+)(-)-'{^2 (3.5.1)
y en la aproximación de QRPA, la Ec. (3.3.24) nos da [38, 59]
/*( J+) = urvnunvp ( J-) (1 + ^-jp) , (3.5.2)
donde G(J') = G(pnpn; Jr), o>° = — [G(pppp-, 0+) + G(nnnn; 0+)] /4, y = Gfjj'jj'-, J*) 
son los elementos de matriz de partícula-partícula definidos en el Apéndice C.2. Los valores 
de los cocientes G(J+)/wo para la interacción 6 pueden ser hallados en la Tabla 1 de Ref. 
[59].
Con motivo de recalcar la simplicidad de nuestro formalismo presentaremos ahora las 
expresiones analíticas explícitas que se obtienen en el MSN para el decaimiento 48Ca —>48 Ti.
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En efecto, cuando usamos las funciones de onda radiales del oscilador armónico y tomamos 
la energía de excitación ojj* idénticamente nula, podemos avanzar en los cálculos analíticos. 
Eso nos permitirá posteriormente verificar la consistencia con otros formalismos.
Tabla 3: Integrales radiales (pnpn-,wjs) para el decaimiento de *sCa. La energía 
de excitación cuj» se toma idénticamente nula, y empleamos las funciones de onda radiales 
del oscilador armónico con el parámetro del oscilador v = MNwoac. Usamos la notación 
/nr _ 336005/2?
L J CSR^j ^'JL
0 0 37230 12870
1 0 18615 9805 -18615
2 0 -690
0 2 -690
1 2 11835 16585 -11835
2 2 4734 12870
3 2 11835 7065 -11835
4 2 6030
2 4 6030
3 4 8415 10485 -8415
4 4 1870 12870
5 4 8415 5445 -8415
6 4 8910
4 6 8910
5 6 6435 7425 -6435
6 6 990 12870
7 6 6435 -6435
Lo6 resultados para las integrales radiales '^LL'(pTlPn^üüJa^ se muestran en la Tabla 3.
Después de realizar las sumas sobre L, L' y Jz, como se indica en las Ecs. (3.3.10)-(3.3.16), 
obtenemos [39]:
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(3.5.3)
Los coeficientes AX(J+) están dados en la Tabla 4. Se debe notar que: i) en el MSN el 
elemento de matriz MP es siempre nulo, independientemente del valor de la energía de 
excitación cuj», y ii) mientras los elementos de matriz de Fermi provienen sólo de multipolos 
pares, todos los otros tienen origen exclusivamente en multipolos impares.
Tabla 4: Coeficientes AX(J+) para los elementos de matriz dados por Ec. (3.5.3).
980j4f(J+) 63700Act(J+) 245A„'J+) 245A2s(J+) 47775At(J+)
0+ 8687 0 0 0 0
1+ 0 -746499 -738 -1218 54327
2+ 1315 0 0 0 0
3+ 0 -117247 -552 -720 36751
4+ 459 0 0 0 0
5+ 0 -72575 -870 -510 21275
6+ 175 0 0 0 0
7+ 0 -91875 -2450 0 18375
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4 Decaimiento Beta Doble con Emisión del Majorón
4.1 Modelo de majorón cargado.
En el decaimiento beta doble con emisión de majorón (ver Fig. 5) los dos electrones finales 
son acompañados por un bosón de Nambu-Goldstone. Este proceso fue predicho [61, 62] por 
el modelo introducido por Gelmini y Roncadelli [11]. Mientras este modelo simple y elegante 
estimuló muchas búsquedas experimentales, se halló posteriormente que era incompatible 
con las medidas del LEP sobre el ancho invisible del bosón Z [12,13]. Para explicar el exceso 
anómalo de eventos en la parte de mayor energía del espectro, del cual muchos grupos 
tenían evidencia experimental [14, 15, 16], Burgess y Cline proponen una nueva clase de 
modelo de "majorón cargado” (MMC) [17, 18]. Este nombre se debe a que el majorón lleva 
una carga de número leptónico UL(1) sin romper, y es el bosón de Nambu-Goldstone no 
masivo asociado con la ruptura espontánea de una simetría distinta del número leptónico. 
El decaimiento pp será permitido dentro de este modelo siempre que el majorón lleve una 
carga leptónica L = — 2, para compensar las dos unidades provinientes de los electrones 
finales.
En el MMC, el grupo de simetría de gauge del modelo estándar SUL(2) x UY(1) es aumen­
tado por un grupo de simetría global de sabor no abeliano, SUF(2) x UL>(1), que será roto 
espontáneamente para dar un majorón que lleva una carga de número leptónico ordinario 
UL(1) (ver también Reís.[63, 64]). Para implementar este patrón de ruptura de simetría, 
se introduce un campo escalar £ doblete bajo la nueva simetría SUF(2) y singulete bajo el 
grupo de gauge electrodébil, que dará un valor de expectación de vacío. El modelo también 
incluye los siguientes neutrinos singuletes electrodébiles no-estándar: (i) un doblete SUF(2) 
de neutrinos derechos N+,N_, y (ii) dos neutrinos s± singuletes SUF(2), que llevan solar 
mente el nuevo número cuántico Explícitamente, las propiedades de transformación
(2TF 4- 1,L') de los nuevos campos bajo SUF(2) x UL>(1) son [18]
PnN = y P,.S±~(1,±1). (4.1.1)
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Los subíndices denotan las correspondientes cargas del número leptónico sin romper
L = —27/ + L'. (4-1.2)
La densidad Lagrangiana renormalizable más general que se puede construir con esos nuevos 
campos respetando todas las simetrías es [18]
£ = -XLHcPRs_ - Ms+Prs_ - g+ (NPLs+) $ - p_ (ÑPLs_) + h.c., (4.1.3)
donde
'-(*)■ Y ""•(-«-)■ <41-4) 
denotan, respectivamente, los usuales dobletes leptónico y de Higgs del modelo estándar. 
La ruptura espontánea de simetría se realiza a través de los valores de expectación de vacío 
<*’-(“)■ ' (41-5) 
con u ~ 100 MeV y v = 174 GeV [55], lo que nos permite escribir la densidad Lagrangiana 
como
£ = -LML, (4.1.6)
donde L = fe, sT, PLs+l N+, AL) y la matriz de masa está dada por
(4.1.7)
Diagonalizando esta matriz de masa (ver Apéndice D.l) se obtiene un neutrino sin masa i/e, 
dos neutrinos de Dirac Vl con número leptónico L = 1 y masas [18]
M± = 11 £M2 ± ^M* - 4p2 u2(A2v2 + plu2)] | , M2 = M2 + A2v2 + (g2_ + p2 )u2,
(4.1.8) 
y dos neutrinos V4 con número leptónico L = — 1 y masas M± (ver Apéndice D.2). La 
conservación del número leptónico permite solamente el acoplamiento entre neutrinos con 
£ = 1, para compensar el L = — 2 debido al majorón. Entonces, los resultados pueden 
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expresarse en términos de (1/',^-,^+), que se relacionan con los estados N+i PLs+) a 
través de una matriz unitaria general del tipo de Kobayashi-Maskawa [48] (ver Apéndice 
D.2)
(4.1.9)
donde s0 = senO, ce = cosO, etc., denotan los ángulos de mezcla con [18]
(4.1.10)
Introduciendo (4.1.9) en (4.1.6), vemos que el acoplamiento neutrinos-majorón dentro del




Para simplificar la notación hemos designado con Nx, N2 y N3 los operadores de campo de 
los autoestados de masa i/e11/>- y ^4-, respectivamente, y con el del majorón.
Notemos finalmente que, por comparación de las Ecs. (4.1.9) y (A.1.19), obtenemos los 
siguientes elementos de la matriz de mezcla dentro del MMC
— c$, Ue2 — 80cai L7e3 — s0sa. (4.1.13)
4.2 Amplitud, probabilidad de transición y vida-media.
La vida-media del decaimiento exótico con emisión de majorón cargado PpMC está dada por
[Tmc(0+ -> 0+)]~‘ = (4.2.1)
La probabilidad de transición diferencial para el intervalo de impulsos dpi y dp2 de los 
electrones y dk del majorón está dada por
(4-2-2)
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donde el símbolo sf representa tanto la suma sobre las proyecciones de espín como la inte­
gración sobre el impulso del majorón y las direcciones de los electrones. La restante notación 
es la usual. La amplitud de transición RMC se evalúa a través de la matriz-S para el proceso 
de la Fig. 5, derivada de la interacción (4.1.11) [42, 61]:
g-Wi(x-x) gifcx g-W2(«-»)
9? “ mÍ + 92 “ me +
X e*(e>Io+'>i«)1/;(€1)x)7(>Pt(^1+mz)PR(^2+mí)P17<,i/,c(e2,y)> (4.2.3)
donde T es el ordenador temporal, x = (xo,x), y la corriente es tal que
(fIJ^^In) = ei(BF (4-2.4)
para dos estados arbitrarios cualesquiera |f) y |at). Hemos empleado la Ec. (A. 1.17) para la 
función de onda del majorón. Realizando las integraciones en i0) !/o y luego z y q2, después 
de introducir un conjunto completo de estados intermedios |n) a través de la relación de 
clausura = 1, obtenemos la siguiente expresión para la amplitud de transición
(ver Apéndice D.3)
(4.2.5)
donde sólo hemos retenido la contribución más importante proviniente de la onda Si/2 
(^(e,x) ~ ^(s)(e,x) = ^(CjO))» y hemos definido
*• - - w. - -v.-w. («■«)
con P¡ = (g2 — Mf + íe)_1, Af0 = 0. Aquí
(4-2.7)
son los momentos nucleares dependientes de q y n definidos a partir de las transformadas de 
Fourier (3.1.10), y (i =< uK > es un valor promedio para la energía de excitación (3.1.17) 
del núcleo intermedio.
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De la Ec. (4.2.5) es claro que la amplitud es máxima si «2a = 1, por lo cual asumiremos 
ese valor. Más aún, el ángulo de mezcla 0 típicamente está restringido a ser pequeño [17], 
de manera que tomaremos sq ~ 0. Utilizando la propiedad
(4.2.8)





son los elementos de matriz nucleares para la emisión del majorón cargado correspondientes 
al intercambio de dos neutrinos con masas M±. Aquí [41]
(4.2.11)
(4.2.12)
Realizando las sumas e integraciones indicadas en (4.2.2), y usando la onda-S de la Ec. 
(A. 1.4), obtenemos
donde el factor de fase está dado por
(4.2.13)
(4.2.14)
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Para la vidarmedia obtenemos [40, 41]
donde
es el factor cinemático en unidades naturales.
4.3 Expansión multipolar y reacoplamiento de impulsos 
angulares.
La forma explícita del factor de forma definido en (4.2.7), una vez que se 









Es importante recalcar aquí que podríamos adoptar la siguiente aproximación [40, 41] 
(4.3.5)
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que fue hecha en otro contexto por Doi et al., [61] y usada también en Ref. [65]. Para ese 
procedimiento, que básicamente significa despreciar en Ec. (4.3.1) todos los términos que 
contienen el impulso del nucleón, el término g2q2, y usar la relación [41]
<rn • q<rm • q & • <rm, (4.3.6)
se dieron diferentes justificaciones. Sin embargo, los impulsos de los nucleones son necesaria­
mente del mismo orden que el impulso transferido q, y desde este punto de vista la validez 
de la estimación (4.3.5) es cuestionable y debería ser verificada numéricamente. Para esto 
aplicaremos el formalismo desarrollado en la Sección 3.2 al factor de forma MA(q, n).
Como fue descripto en la Sección 3.2 para el decaimiento el punto de partida para 
la expansión multipolar es usar la relación de Fourier-Bessel (3.2.1) en las Ecs. (4.3.2) - 
(4.3.4), realizar el reacoplamiento de impulsos angulares, y reecribir los momentos nucleares 
en término de los operadores tensoriales de un-cuerpo (3.2.2) y el nuevo operador
Tjm(?) = 12 Tn jj(Qrn)YJM(rn)(rn • p„. (4.3.7)
n
Finalmente, se realiza la integración angular en dQq. De esa manera obtenemos [41] (para 
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donde la notación es la misma que en las Ecs. (3.2.3) - (3.2.9). Dentro de la aproximación
(4.3.5) el elemento de matriz total se simplifica de la siguiente manera [40]
M*c s 4^(2^+ g.) í (9. . <JV|S®w(«)|z>.
LJn J
(4.3.12) 
En la Sección 5.2 evaluaremos el elemento de matriz exacto (4.3.8) - (4.3.11) y el aproximado 
(4.3.12) para comparar ambos resultados.
Los resultados derivados hasta ahora son válidos independientemente del modelo nuclear 
usado. La evaluación de estos elementos de matriz requiere, como en el caso el cálculo 
del producto escalar (3.2.10) y la integración sobre el impulso del neutrino q. Por este motivo 
los cálculos de estructura nuclear pueden ser realizados aplicado el procedimiento descripto 
en la Sección 3.3, y utilizando el siguiente factor de forma reducido de partícula indepen­
diente entre estados de protón y neutrón para el nuevo operador de un-cuerpo definido en 
(4.3.7) [41, 53, 54]:
(piri’j(«)||n> = (4?r) j [vj ’(pn)ñ^ ’(pn;g) + V,(+)(pn)^+)(pn;g)], (4.3.13) 
con las partes angulares
(4.3.14)
y las partes radiales Rj(pn;q) definidas en Ec. (3.3.9).
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5 Resultados Numéricos
En esta Sección presentamos los resultados numéricos para los factores cinemáticos y ele­
mentos de matriz que intervienen en los decaimientos beta doble exóticos /3/3qv y 0PMC y 
estándar Pflim para los siguientes núcleos de interés experimental: 48Ca, 76Ge, 82Se, 100Mo, 
128Te y 130Te. Discutimos también la contribución de los diferentes términos al espectro de 
energías de dos electrones y la vida-media.
Los elementos de matriz se evalúan dentro de la QRPA siguiendo el procedimiento des- 
cripto en el Apéndice C, es decir, usando una interacción residual tipo-ú con diferentes cons­
tantes va y Vt para los canales partícularagujero (ph), partícula-partícula (pp) y apareamiento 
(pair). Para la discusión que sigue más adelante necesitaremos los parámetros s y t, definidos 
como los cocientes entre las constantes de acoplamiento T = 1, S = 0 y T = 0, S = 1 en 
los canales pp y las constantes de la fuerza de apareamiento, es decir
s = 2</[vr'(p) + <r(n)], t = 2tr/[vrf(p) + <ir(n)].
Para los valores s — 1 y t — taym se obtiene la máxima restauración de las simetrías de 
isoespín y SU (4), repectivamente, dentro de la QRPA [55, 56, 66]. Las constantes de inte­
racción protón-neutrón T = lyT = Oenel canal pp fueron fijadas siguiendo el procedimien­
to introducido en Ref. ¡56j. Nosotros usamos s = 1 y t = 1.35, 1.25, 1.30, 1.50, 1.40 y 1.40 
para 48 C a, 76Ge, 82Se, 100Mo, 128Te y 130Te, respectivamente En los núcleos 76Ge, 82Se, 
100Mo, 128Te y 130Te usamos un espacio de once niveles, incluyendo todos los orbitales 
de partícula independiente de las capas del oscilador 3fio> y 4^íj, más los orbitales 0/ig/2 
y Oh 11/2 de la capa En el caso de 48Ca trabajamos en un espacio de dimensión
siete incluyendo todos los orbitales de las capas 2hw y Empleamos las energías de 
partícula independiente experimentales para los orbitales lpi/2, O/5/2, IP3/2, 0/7/2» lsi/2 y 
Oí/3/2, mientras que para los restantes orbitales hemos asumido un espaciamiento de energía 
de partícula independiente de Klj = 41 A-1/3 MeV.
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5.1 Decaimiento beta doble sin emisión de neutrinos.
En esta Sección exponemos los resultados numéricos para dos cálculos diferentes:
• Cálculo con el modelo de un solo nivel (MSN).
Presentamos los cálculos en el modelo de capas para el decaimiento de 48Ca dentro del 
MSN discutido en la Sección 3.5, y comparamos nuestros resultados con la evaluación 
realizada por Pantis y Vergados [67], donde emplean el formalismo desarrollado por 
Vergados en la Ref. [68]. Discutimos también la competencia entre los efectos de las 
correlaciones de corto alcance (CCA) y el tamaño finito del nucleón (TFN) sobre los 
momentos nucleares.
• Cá cu o de Q^PA.
Presentamos los cálculos de QRPA en espacios de configuración realistas para los 
núcleos 48Ca, 76 Ge, 92 Se, 100Mo, 128Te y 130Te. Dichos resultados son comparados 
con dos evaluaciones previas de QRPA: 1) los resultados obtenidos por Muto, Bender 
y Klapdor (MBK) [22], donde se usó el formalismo de Doi, Kotani y Takasugi [42], y 
2) los cálculos realizados por Pantis, Simkovic, Vergados y Faessler (PSVF) [23] en el 
marco del formalismo desarrollado por Vergados [68].
En la mayoría de los estudios previos se ha usado la constante de acoplamiento axial 
desnuda gA = 1.254 [20, 21, 22, 23, 24]. Con propósitos de comparación, en esta Sección 
adoptaremos ese valor, a pesar de que la constante efectiva gA = 1 es preferible en física 
nuclear [47, 69].
Cálculo con el MSN
Para acercamos tanto como sea posible a los resultados de Pantis y Vergados [67], usamos 
la misma función de onda que han empleado ellos en su trabajo para el estado final |0y). 
Esta función de onda se presenta en la Tabla 5 junto con los valores resultantes para la 
densidad dada en la Ec. (3.5.1). Notemos que pph(0+) y pph(l+) son relativamente
pequeñas debido a la restauración de las simetrías de isoespín y SU (4), respectivamente. Sus 
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valores de partícula independiente (Hartree-Fock), obtenidos con (0^|0+) = 1, son mucho 
más grandes que los valores mostrados en la Tabla 5 (f?h(0+) = —^(l4-) = —0.25). Por 
otro lado, ellos son idénticamente nulos cuando las simetrías son restauradas totalmente.
Tabla 5: Amplitudes (0y |J+) para la función de onda del estado fundamental en 48 Tí y los 
correspondientes coeficientes pph(J+) dados en la Ec. (3.5.1).
8Nuestras definiciones para los elementos de matriz y MR concuerdan con las de Pantis
y Vergados [67] sólo para gA — gv. Como hemos usado aquí gA = 1.254, los resultados presentados en su 










Las CCA y los efectos de TFN se introducen en la forma discutida en la Sección 3.4. 
Los resultados para los elementos de matriz nucleares de la Ec. (3.5.3) se comparan con 
los obtenidos por Pantis y Vergados [67] en la Tabla 6, donde se presentan cuatro cálculos 
diferentes: 1) (DESNUDO) sin correlaciones y sin factor de forma nuclear, 2) (TFN) sin 
correlaciones pero con factor de forma nuclear, 3) (CCA) correlaciones de corto alcance 
pero sin factor de forma nuclear, y 4) (TFN+CCA) con correlaciones y con factor de forma 
nuclear. En la Ref. [67] se usó una aproximación diferente para las CCA y entonces es posible 
que nuestros elementos de matriz no sean exactamente iguales a los suyos en el segundo y 
cuarto caso. En los otros dos casos ellos deberían ser idénticos, pero no lo son! La diferencia 
es particularmente pronunciada para los elementos de matriz de retroceso MR. La razón de 
las discrepancias podrían ser los valores usados para el parámetro del oscilador armónico 
i/ = MnüüO8C, con Une — 80A”1/3, y el radio nuclear R; nosotros utilizamos p = 0.916A-1/3 
fm“2 y R = 1.2A1/3 fm. 8
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Tabla 6: Elementos de matriz nucleares de la Ec. (3.5.3) para el decaimiento 48Ca —>48 Ti, 
calculados dentro del modelo de capas en un solo nivel. Hemos usado wj* = 0 y presentamos 
cuatro resultados diferentes: 1) (DESNUDO) sin correlaciones y sin factor de forma nuclear, 
2) (TFN) sin correlaciones pero con factor de forma nuclear, 3) (CCA) correlaciones de corto 
alcance pero sin factor de forma nuclear, y 4) (TFN+CCA) con correlaciones y con factor 
de forma nuclear.
Afp RÁgTIjJ Mp. mr Mt
Resultados Presentes
DESNUDO -1.168 0.177 -1.168 0.177 -1.168 0.177 -1.435 0.330
CCA -1.080 0.159 -1.080 0.159 -0.657 0.073 -0.105 0.284
TFN -0.960 0.134 -0.960 0.134 -0.644 0.066 -0.929 0.312
TFN+CCA -0.947 0.130 -0.947 0.130 -0.574 0.052 -0.796 0.309
Pantis & Vergados [67
DESNUDO -1.216 0.185 -1.216 0.185 -1.216 0.185 -2.178 0.344
CCA -0.859 0.108 -0.856 0.108 -0.841 0.105 -0.115 0.346
TFN -0.986 0.134 -0.986 0.136 -0.635 0.063 -1.344 0.322
TFN+CCA -0.731 0.117 -0.731 0.098 -0.532 0.055 -0.324 0.330
Es interesante notar que en ambos cálculos los efectos de TFN y CCA actúan coheren­
temente sobre los momentos de Fermi (F) y Gamow-Teller (GT), en el sentido de que sus 
efectos combinados siempre los disminuyen más que cuando actúan individualmente. Sin 
embargo, esto no ocurre con MR, en cuyo caso los valores TFN+CCA son significativamente 
mayores que los de CCA. La explicación de este comportamiento curioso del elemento de 
matriz de retroceso fue dada por Tomoda et al [43], y es la siguiente. La contribución del 
magnetismo-débil en (3.3.14) puede descomponerse en una parte central y una tensorial. 
La parte central es la dominante y, dentro de la aproximación de clausura y para cuj» = 0, 
puede ser reescrita en la forma: 9
MtcfDESNUDO) = (f| Lt+t+ct™ • a„í(rm - r.)|í), (5.1.1)gA mn
8 Hemos usado la siguiente relación:
í(r-r')= = í¡^dkjt(kr}ji(kr').
1
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Este elemento de matriz es totalmente eliminado por las CCA (3.4.1) ya que
(5.1.2)
La dependencia en g2 de los factores de forma (3.4.2) distribuye la función-^ sobre una región
10Excepto por el momento tensorial Mr, loe elementos de matriz MBK concuerdan muy bien con loe
obtenidos por Tomoda y Faessler [21]. Estos autores no han evaluado MT, ya que previamente habían 
obtenido un valor despreciable para él [43] en una aproximación de campo-medio proyectado.
11 Desde el punto de vista teórico los elementos de matriz nucleares en 100 Mo son en algún sentido 
peculiares, debido al gran predominio de la configuración [Op7/2(n)O09/2(p)] j«=1+ l59» 71].
finita [43, 70], esto es
(5.1.3)
Por lo tanto el elemento de matriz (5.1.1) decrece (MRC(TFN) < MRC(DESNUDO)) y 
Mhc(TFN + CCA)/0.
Cálculo de QRPA
Los resultados para los elementos de matriz nucleares calculados a partir de las Ecs. 
(3.3.10) - (3.3.16) dentro de la aproximación de QRPA se comparan en la Tabla 7 con los 
obtenidos por MBK y PSVF. En ambos trabajos se emplearon espacios de configuración 
similares a los nuestros, y el efecto de TFN fue incluido de la misma manera (ver Ele. 
(3.4.2)). Sin embargo, hay dos diferencias que en principio podrían ser importantes: i) 
en vez de la interacción-^, ellos usan la matriz-G (derivada del potencial nucleón-nucleón) 
como interacción residual, y ii) su función de correlación no está dada por la Ec. (3.4.1). 
A pesar de estas diferencias nuestros resultados concuerdan sorprendentemente bien con los 
obtenidos por MBK, excepto para MT y MP. 10 La mayor diferencia se halla en 100Mo, pero 
sabemos que este es en núcleo "difícil” desde el punto de vista de la estructura nuclear 11. 
El acuerdo con el cálculo de PSVF es bueno solamente en el caso de momentos de Gamow- 
Teller. Nótese que lo mismo se puede decir de la concordancia entre los resultados de MBK 
y PSVF.
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Tabla 7: Elementos de matriz nucleares calculados a partir de las Ecs. (3.3.10) - (3.3.16) 
dentro de la aproximación de QRPA. Los resultados incluyen ambos efectos de TFN y CCA. 
Hemos usado una energía de excitación promedio < wj* > de 5.0 MeV.
Núcleo Mqt Mf MGTil) AdTp* MR MP
^Ca
Presente -0.953 0.376 -1.010 0.361 -0.022 0.203 -1.888 -0.033 0.075
Ref. [23] -0.785 0.367 -0.830 0.343 -0.765 0.395 -1.522 0.166 -0.131
nGe
Presente -2.845 0.749 -2.864 0.723 -0.837 0.371 -4.863 -0.065 -0.889
Ref. [22] -3.014 1.173 -2.912 1.025 -1.945 1.058 -3.594 0.612 0.530
Ref. [23] -2.929 0.111 -2.683 0.111 -3.154 0.102 -7.423 0.714 -3.360
Presente -2.717 0.800 -2.769 0.771 -0.603 0.398 -5.147 -0.061 -0.754
Ref. [22] -2.847 1.071 -2.744 0.939 -1.886 0.966 -3.343 0.789 0.500
Ref. [23] -2.212 0.018 -2.124 0.029 -2.323 0.009 -3.700 -0.175 0.108
lmMo
Presente -2.155 0.972 -2.363 0.935 0.354 0.493 -6.150 -0.233 1.265
Ref. [22] -0.763 1.356 -1.330 1.218 1.145 1.161 -4.528 0.823 -1.182
Ref. 23] -0.615 0.471 -0.420 0.436 -0.722 0.512 -0.930 0.293 2.393
™Te
Presente -3.417 1.019 -3.476 0.980 -0.835 0.451 -6.354 -0.136 -0.560
Ref. [22] -3.103 1.184 -3.011 1.047 -1.999 1.054 -4.371 0.583 0.483
Ref. 23] -2.437 0.044 -2.179 0.029 -2.673 0.054 -1.522 0.748 -3.412
Presente -3.225 0.978 -3.271 0.938 -0.819 0.448 -5.934 -0.118 -0.560
Ref. [22] -2.493 0.977 -2.442 0.867 -1.526 0.860 -3.736 0.574 0.387
Ref. [23] -2.327 0.009 -2.083 -0.002 -2.553 0.016 -5.445 0.656 -3.376
Los coeficientes Cy, definidos en la Ec. (3.1.22) y evaluados con los elementos de matriz 
de la Tabla 7, se comparan en la Tabla 8. En nuestros cálculos hemos usado los factores 
cinemáticos de Ref. [42]. Obviamente todas las diferencias mencionadas previamente entre 
los elementos de matriz se reflejan sobre los valores calculados Sin embargo, las discre­
pancias entre los valores en la misma columna de la Tabla 8 es menor que entre aquellos de la 
Tabla 7. Esto es porque el efecto de los elementos de matriz MT y MP es comparativamente 
pequeño.
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Tabla 8: Coeficientes Cij definidos en la Ele. (3.1.22) (en unidades de años 1), evaluados 
con los elementos de matriz de la Tabla 7. Hemos usado los factores cinemáticos de Ref.
[42].
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Presente 7.83 10 13
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5.66 10"’ -5.19 10-*3
2.25 10"’ -2.17 lO’*3
1.61 10-’ -2.28 lO’*3
1.75 lO"10 -2.34 10-*2
9.10 10"11 -4.13 lO’13
-6.24 lO"11 -1.49 10-12
Finalmente, en la Tabla 9 mostramos los límites sobre la masa de los neutrinos de 
Majorana < > y las constantes de acoplamiento derechas < A > y < tj >, deducidas
a partir de los límites experimentales más recientes para las vidas-medias ¡3(3^, y nuestra 
evaluación de los elementos de matriz nucleares (ver Ec. (3.1.21)). Es importante recalcar 
que al calcular estos valores hemos usado el valor desnudo gA = 1.254 para la constante 
de acoplamiento axial, y que los límites superiores para los términos que violan el número 
leptónico mostrados en la Tabla 9 no se renormalizan simplemente como g¿.
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Tabla 9: Vidas-medias experimentales para el decaimiento 0/3Ot/ y límites superiores sobre la 
masa del neutrinos de Majorana < mv >, y las constantes de acoplamiento derechas < A > 
y <ri>.
I <,n> I< A > |Núcleo Toy(exp) [años] | < mv > | [eV]
48Ca g22 a) < 15 < 111 r»— 5— ■ * — v/ < 7.9 10"»
76Ge > 1.2 10® < 0.51 < 8.1 10"r < 3.2 10~9
“Se > 2.7 1022 °’6) < 5.3 < 5.7 10"6 < 3.2 10-®
100 Mo > 5.2 10“ < 3.4 < 3.2 10"6 < 1.7 10"8
128Te > 7.7 1024 d> < 0.97 < 3.4 10-® < 6.4 10-’
130Te > 8.2 1021 '> < 6.4 < 7.9 10"6 < 4.6 10~8
(dato de laboratorio) Ref. [72
(dato de laboratorio) Ref. [26
C1 (dato de laboratorio) Ref. [60
(dato geoquímico) Ref. [73]
(dato de laboratorio) Ref. [74]
5.2 Decaimiento beta doble con emisión del majorón.
Los elementos de matriz del majorón cargado y definidos en la Ec. (4.2.11), se 
evalúan dentro de la QRPA usando las Ecs. (4.3.8) - (4.3.11). La dependencia del momento 
nuclear (A4~c) con la masa del neutrino pesado Aí+ (Af_), definida en la Ec. (4.1.8), 
se ilustra en Fig. 6 para el decaimiento 76Ge—>76Se. Como uno podría esperar, el elemento 
de matriz (A4“c) es insensible a la masa Af+ (Af_) hasta que ésta comienza a exceder 
el valor del momento de Fermi de los nucleones, del orden de 100 MeV, dando después 
una supresión del tipo 1/Af2 (1/Af2). Debido a que el elemento de matriz total M.mc es 
la diferencia entre Y a partir de la Fig. 6 uno puede obtener fácilmente el
resultado para un par de masas Af+ y Af_ arbitrarias tomando la diferencia entre los dos 
elementos de matriz correspondientes.
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Figura 6: Elemento de matriz del majorón cargado (en unidades naturales)
para el decaimiento 76Ge—>76Se, como una función de la masa del neutrino pesado M+ (Af_) 
(en unidades de MeV).
12Para una discusión de las restricciones experimentales ver Ref. [17].
Eu particular, discutiremos dos casos para las masas de los neutrinos:
(i) ~ M_.
En este caso el elemento de matriz total MMc es fuertemente reducido debido a la 
interferencia destructiva entre los elementos de matriz y A4~c. Esto ocurre, por
ejemplo, eligiendo los parámetros A, Af, g+ y g_ del modelo de majorón cargado (ver Ec. 
(4.1.3)) de la siguiente manera:
M = Xu, y g+ = g_ = g,
en cuyo caso la Ec. (4.1.8) nos da
= tjiíx/l ± 0.
El ángulo de mezcla 0 está restringido experimentalmente a ser del orden de 0.1 12. 
(ii) Af+ —> oo y 100 MeV.
La Fig. 6 muestra que la situación más favorable para la emisión del majorón ocurre en 
el límite en que el neutrino pesado con masa M+ se hace infinitamente masivo, —> oo,
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no dando contribución al elemento de matriz Para Af_ usaremos 100 MeV, porque
éste es el valor más grande que puede dar un elemento de matriz no suprimido [40].
Tabla 10: Contribución de cada término de las Ecs. (4.3.2) - (4.3.4) al elemento de matriz 
total A4Mc del decaimiento ppMC en 76Ge, en el caso Af+ —> oo y M_ = 100 MeV.
Operador BCS QRPA-ph QRPA-completa
q2<?n • 0.200 0.165 0.112
crn • qo'm • q/Mw 0.067 0.055 0.037
0.067 0.049 0.035
2(<rn • q)(crm • pm)/MN -0.026 -0.014 0.007
-2¿q • an x pm/MN 0.016 0.014 -0.004
~2pn • <1/Mn 0.006 0.006 0.006
En la Tabla 10 mostramos la contribución de cada término de las Ecs. (4.3.2) - (4.3.4) 
al elemento de matriz total M.mc del decaimiento /30MC en 76Ge, en el caso previamente 
discutido M+ —> oo y Af_ = 100 MeV. Mostramos tres resultados diferentes: i) los valores 
no perturbados o BCS (segunda columna), ii) los cálculos de QRPA cuando solamente se 
considera la interacción ph, es decir, con s = t = 0 (tercera columna) y iii) los cálculos de 
QRPA completos con s = 1 y t = t8ym = 1.25 (cuarta columna). A partir de los resultados 
para los operadores tipo Gamow-Teller
<?<7n • y • qo-rn * q/^Cv
vemos que la aproximación (4.3.6) es buena. Es interesante notar que los operadores
-2pn • q/MN y - q2/MN,
dan contribución para estados intermedios de paridad natural (7r = (—)J) en la Ec. (4.3.11), 
mientras que los operadores
q2<rn'<r™IMNi <rn-qcrm-q/MN, -2(an-q)(<rm-pm)/M„ y -2iq-anxpm/MN, 
lo hacen para estados intermedios de paridad no-natural (% = (—)J+1) en las Ecs. (4.3.9) 
y (4.3.10). Por último, en la Tabla 11 presentamos los resultados para las combinaciones
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de los elementos de matriz .M^, Y como también los cálculos exactos y
aproximados, obtenidos a partir de las Ecs. (4.3.8) y (4.3.12), respectivamente. Las últimas 
dos filas muestran que la aproximación (4.3.12) es también buena [41]. Esto se debe a que las 
contribuciones provinientes de los operadores dependientes de la velocidad, como también 
del operador tipo Fermi q2/MN, son relativamente pequeñas.
Tabla 11: Combinaciones de los elementos de matriz para el decaimiento @pMc en 76 Ge, 
evaluadas a partir de las Ecs. (4.3.9) - (4.3.11), en el caso M+ —> oo y Af_ = 100 MeV. Por 
completitud mostramos los resultados para los elementos de matriz exactos y aproximados, 
dados por las Ecs. (4.3.8) y (4.3.12), respectivamente.
Contribución BCS QRPA-ph QRPA-completa
0.041 0.041 0.044
~ M^c- 0.640 0.530 0.348
- Mv„vc- 0.073 0.054 0.041
mc (cíCGCÍO^ 0.754 0.624 0.433
Mmc (aprox) 0.694 0.571 0.387
La Tabla 12 muestra la comparación de los resultados obtenidos dentro de la QRPA 
para los elementos de matriz exactos y aproximados, dados por las Ecs. (4.3.8) y (4.3.12) 
respectivamente, para varios núcleos que decaen por emisión beta doble. En todos los casos 
la magnitud de los elementos de matriz exactos es mayor que la de los aproximados por 
< 15% [41]. Por completitud, la tabla también muestra los factores cinemáticos QMc-
Tabla 12: Resultados para los elementos de matriz exactos y aproximados, dados por las 
Ecs. (4.3.8) y (4.3.12), respectivamente, en el caso M+ —> oo y Af_ = 100 MeV. Ambos 
canales ph y pp fueron considerados en los cálculos de QRPA. Por completitud, damos los 
resultados para los factores cinemáticos QMC (en unidades de años-1).
Núcleo MMC(exacto) Mmc (aprox) Gmc
76Ge 0.433 0.387 2.10 10-20
82Se 0.437 0.388 3.55 10"1’
100 Mo 0.444 0.380 7.33 10"1’
12STe 0.412 0.359 5.24 10-“
130Te 0.301 0.262 4.99 10“19
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Tabla 13: Límites experimentales TMC(exp) para la vida-media de posibles decaimientos con 
emisión del majorón (en unidades de años). Con motivos de comparación presentamos los 
resultados numéricos para dos valores de las masas de los neutrinos de Dirac: (i) M+ —> oo, 
M_ = 100 MeV, y (ii) ~ AL, M± = guy/l ± 0, con gu = 100 MeV.
Núcleo TMC(exp) 7mc(AÍ+~+o°)
™Ge > 1.7 10'22 •> 1.0 1025 1.3 1029
“Se > 1.6 1021 5.9 1023 9.5 1027
100 Mo > 3.3 1020 *> 2.8 1023 4.1 1027
™Te > 7.7 1024 8.4 1026 3.9 1030
isoTe > 2.7 1021 * 5.5 1023 4.7 1027
°) (dato de laboratorio) Ref. [29 
(dato de laboratorio) Ref. 25
c) (dato de laboratorio) Ref. 75 
(dato geoquímico) Ref. [73
En la Tabla 13 se presentan los límites experimentales para la vida-media TMC del posible 
decaimiento con emisión del majorón en los núcleos 76Ge, 82Se, 100Mo, 128Te. También 
mostramos los resultados numéricos, para las dos elecciones posibles de masas de neutrinos 
discutidos previamente: (i) Af+ -> oo, M_ = 100 MeV, y (ii) M+ ~ Af_, M± = gu\/l ± 0, 
con gu = 100 MeV. Hemos asumido los valores g± = 1, sugeridos por Burgess y Cline 
en Ref. [18], y 0 = 0.1 para el ángulo de mezcla de la Ec. (4.1.10). Las vidas-medias 
calculadas son tres a siete órdenes de magnitud mayores que los correspondientes límites 
experimentales [36], debido al factor 02 en la Ec. (4.2.10), y están fuertemente condicionadas 
por los parámetros del modelo.
En la Tabla 14 comparamos la teoría con los datos experimentales presentados en la 
Tabla 13, mostrando cuanto debería valer la constante de acoplamiento efectiva gMC de la 
Ec. (4.2.10) en el caso más favorable, M+ —> oo, M_ = 100 MeV, de manera que la vida- 
media del modelo de majorón cargado sea igual al límite experimental sobre el modo de 
decaimiento Para todos los elementos, gMC debe ser 0.05 — 0.15 para ser observable. 
Dado las restricciones experimentales antes mencionadas sobre 0, vemos que eso requiere un 
fuerte acoplamiento en el sector de neutrinos estériles [40].
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Tabla 14: Magnitud de la constante de acoplamiento efectiva gMC necesaria para que la vida- 








5.3 Competencia entre los decaimientos exóticos y estándar.
I
Con la finalidad de ser más claros en la exposición, presentaremos por separado los resultados 
para las transiciones permitidas (P) y primeras prohibidas únicas (U), no-únicas (NU), y 
las correcciones segundas prohibidas (CSP) a las transiciones de Gamow-Teller.
Transiciones permitidas y primeras prohibidas no-únicas
La Ec. (2.2.8) nos muestra que los operadores que participan en las transiciones primeras 
prohibidas NU a estados intermedios J* = 0“ y 1“ son
Wó = -9xy2rn(<r"’V» + f*<T"-r")>
n
Wf = - + £[#vir„-£xanxrn]}. (5.3.1)
n
Antes de presentar los resultados numéricos mostraremos que las contribuciones de los ope­
radores nucleares NU
(t v y ¿fa • r,
como también la de
v, i£r y axr,
son del mismo orden de magnitud. En efecto, en el modelo de partícula independiente 
tenemos [35]
= + ~ + + + *)• (5.3.2)
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Por otro lado, los elementos de matriz de los operadores dependientes de la velocidad se 
relacionan de una manera muy simple con los de los operadores de posición cuando se usan 
las funciones de onda radiales del oscilador armónico. En tal caso uno obtiene [34, 76, 77]:
(5.3.3)
donde N y uj0,c — 80A-1/3 son el número cuántico principal y la frecuencia del oscilador 
armónico, respectivamente. Las transiciones más relevantes de partícula independiente, en 
cualquier cálculo de estructura nuclear, son aquellas con Ni = Nf + 1 (ver, por ejemplo, 
Tabla 2 en Ref. [76]). De esta discusión y de la Ec. (5.3.1) vemos que las contribuciones 
de los operadores <r • v y v se suman destructivamente a las provenientes de los operadores 
ífa-r y ¿fr, respectivamente. Además, observando que £ = 1.18ZA-1/3, el cociente entre los 
correpondientes elementos de matriz es —woacl£ « —^IZ, es decir, de! orden de la unidad 
para núcleos que nos interesan.
También podemos usar la corriente vectorial conservada (CVC) para obtener una ex­
presión alternativa para el elemento de matriz (/1 v|i) [78] 
(5.3.4)
donde Eo es la diferencia de energía entre los estados inicial y final (en principio esta relación 
es exacta pues incluye los efectos de intercambio, interacciones inducidas, etc. [34]). Las 
contribuciones de la corriente de intercambio de un pión en el medio nuclear [79] aumen­
tan el efecto del operador a • v [80]. Este se puede tener en cuenta renormalizando el 
correspondiente elemento de matriz por el factor — 1.7px (ver también Ref. [77]).
Como las componentes singuletes de espín predominan en el estado fundamental de los 
núcleos par-par, los dos términos en Aí£, y dados en las Ecs. (2.2.7) y (2.2.8) respec­
tivamente, tienden a sumarse coherentemente. Por otra parte, es evidente de las relaciones 
(5.3.1) que, independientemente del modelo nuclear empleado para evaluar el momento NU, 
el rol desempeñado por los estados virtuales con = 0“ y = 1" depende críticamente 
de la forma en la cual se combinan los elementos de matriz individuales. Las combinaciones 
coherentes aumentarían considerablemente el efecto de Aí^. Sin embargo, de la discusión
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previa hemos aprendido que los momentos {f\a • v|i) y • r|i), como también (/|v|¿)
y (/|¿fr|¿), siempre tienden a actuar destructivamente. Entonces, la magnitud de 
depende crucialmente del elemento de matriz (f\a x r|¿).
Tabla 15: Resultados numéricos para los elementos de matriz permitidos y prohibidos no- 
únicos (en unidades naturales), evaluados dentro del formalismo de QRPA con una carga 
axial efectiva gA = 1. Los valores entre paréntesis indican las contribuciones de los estados 
virtuales con J* = 0” a los momentos totales no-únicos. Presentamos también los factores 
cinemáticos QL de la Ec. (2.2.17) (en unidades de años r).
Núcleo
™Ge 0.050 -0.008 (-0.004) 5.39 10=*
S2Se 0.060 -0.009 (—0.004) 1.80 10-18
100 Mo 0.051 -0.014 (—0.006) 3.91 10-18
12STe 0.059 -0.012 (—0.003) 3.54 10’22
13aTe 0.048 -0.012 (—0.002) 2.00 10”18
Los resultados numéricos para el factor cinemático de la Ec. (2.2.17) y los elementos de 
matriz permitidos y prohibidos no-únicos se presentan en la Tabla 15. Para evaluar 
estimamos la contribución del operador a •v usando la relación (5.3.3), apropiadamente 
renormalizada por la corriente de intercambio de un pión, y usamos la relación (5.3.4) para 
evaluar la contribución del operador v. Para todos los núcleos, las contribuciones de los 
estados virtuales con J* = 0", mostradas entre paréntesis en la Tabla 15, son más pequeñas 
que la de los estados con J* = 1”. Hay dos razones para ello: (i) los elementos de matriz in­
dividuales de partícula independiente del operador Wf son más grandes que los del operador 
Wq . Esto se debe principalmente a la interferencia destructiva entre los elementos de matriz 
individuales antes mencionados; y (ii) para ambos tipos de transiciones las contribuciones 
parciales muestran una coherencia pronunciada, pero el espacio de configuración para 1“ es 
más grande. Notemos también que el cálculo hecho por Williams y Haxton [81] en el modelo 
de apareamiento de Nilsson, da contribuciones considerablemente más grandes que nuestra 
evaluación para los estados J* = 0~. Por ejemplo, para las transiciones 82Se —>82 Kr y 
130Te —>130 Xe ellos tienen Ai £7(0“) — —0.010. La discrepancia con nuestro resultados 
podría atribuirse, sólo parcialmente, al efecto del operador i£cr • r, que no fue considerado
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por ellos. Despreciando este último obtenemos — —0.006 para ambos núcleos. La
restante discrepancia puede adjudicarse a la diferencia en los modelos nucleares empleados 
en Ref. [81] y aquí.
A partir de los resultados mostrados en la Tabla 15 es claro que en la QRPA los ele­
mentos de matriz AÍJ? son importantes cuando son comparados con los momentos Aí^- 
Pero su relevancia real proviene de la comparación con los datos experimentales, que se 
presentan en la Tabla 16. En efecto, vemos que los momentos son comparables al 
valor |AÍ2i,|(exp) necesario para explicar las vidas-medias de los núcleos 128Te y 130Te. Para 
los tres núcleos restantes mostrados en las tablas, los momentos AÍJi? son relativamente 
pequeños comparados con las amplitudes medidas. Sin embargo, aún en este caso esos mo­
mentos podrían ser importantes en las evaluaciones teóricas de las vidas-medias del modo 
Phv porque ellos tienden a cancelar el efecto de los elementos de matriz permitidos [35].
Tabla 16: Vidas-medias experimentales Tzv(exp) y valores deducidos para los elementos de 
matriz |AÍ2i/|(exp) (en unidades naturales).
Núcleo 72»/(exp) [años 1O20] |AÍ2i/|(exp)
nGe 17.7±0.11¡? 0.102 ± 0.001Íq;oo4
82Se 1.0812:226) 0.07112:22?
100 Mo 0-06812:2^ ± o.oo7 c> 0-19412:222 ±0.010
™Te (7.7 ±0.4) 104 *0 0.019 ±0.001
™Te 27±1 0.014 ±0.01
(dato de laboratorio) Ref. 30
(dato de laboratorio) Ref. 82
c) (dato de laboratorio) Ref. 
(dato geoquímico) Ref. [73
83
Finalmente, notemos que la contribución de las transiciones primeras prohibidas no- 
únicas no modifica la forma del espectro de electrones que se obtiene dentro de la aproxi­
mación permitida, como se ve de la Ec. (2.2.14).
Transiciones primeras prohibidas únicas
Los espectros permitido y único dT^/cte, definidos en la Ec. (2.2.14), se
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comparan en la Fig. 7 para 76Ge. A diferencia de lo que ocurre con la emisión P simple 
[31, 32, 33, 34], el espectro para el proceso beta doble U se desvía de la forma permitida 
en la región de menor energía, pero no para e = Q [36]. Por lo tanto, independientemente 
de la magnitud de los estados virtuales J* = 2“ nunca interferirán con la detección de 
los eventos PPqv. Sin embargo, su espectro puede superponerse con los producidos por los 
decaimientos PpM. Este se ilustra en la misma figura para el caso del modelo de majorón 
cargado de Burgess y Cline (ver Ec. (4.2.15)).
Figura 7: Espectro de energía de electrones para el núcleo 76Ge, como una función de la 
suma de energías de los dos electrones emitidos, para: las transiciones estándar permitidas 
(PPZ,) Y prohibidas únicas (PP^), y los decaimientos sin neutrino exóticos, con (PPmc) y 
sin emisión del majorón (PPov)- Hemos asignado el mismo valor máximo arbitrario a todas 
las curvas con propósitos de comparación.
Los resultados numéricos para los factores cinemáticos y los elementos de matriz nuclea­
res que intervienen en las transiciones U, dados en las Ecs. (2.2.17) y (2.2.9) respectivamente, 
se muestran en la Tabla 17. Los momentos fueron evaluados dentro del modelo de QRPA. 
De las Tablas 15 y 17 vemos claramente que
\M^\ s ñ2|AC + (Q/^v. (5.3.5)
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Por lo tanto, podemos decir que la estimación simple
T£,/T¿+NU “ (ñQ/4)-4 ~ 10®, (5.3.6)
es apropiada para las transiciones U.
Tabla 17: Factores cinemáticos (en unidades de años L) y elementos de matriz (en 
unidades naturales), evaluados dentro del formalismo QRPA.
Núcleo C17 m«2v
™Ge 2.10 10”1* 1.0 10"8
82Se 2.54 lO’17 9.8 lO"6
100 Mo 5.50 lO’17 1.1 10"6
128Te 8.77 10"23 1.5 10"5
130Te 1.41 lO’17 1.3 10"s
En la Tabla 18 presentamos los resultados para las vidas-medias de las transiciones 
P+NU y U. Estos pueden ser comparados con los del decaimiento presentados en la 
Tabla 13 para dos elecciones posibles de las masas M± de los neutrinos de Dirac. Se puede 
ver que
TM(M+-MO)/T¿+Kt' ~ 103; Tm(M+-W_)/T27wi' ~ 107.
Por este motivo, la probabilidad de emisión para los modelos de majorón recientemente 
descubiertos está fuertemente condicionada por los parámetros del modelo, y podría ser tan 
pequeña como la proviniente de las transiciones prohibidas únicas [36].
Tabla 18: Vidas-medias calculadas (en unidades de años) para las transiciones P+NU y U.
Núcleo T¿V+NU T?v
«Ge 1.1 10“ 4.7 l028
825e 2.1 1020 4.1 1026
100 Mo 1.9 102° 1.4 1026
™Te 1.3 1024 5.1 1031
130Te 3.9 1O20 4.2 1026
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Correcciones segundas prohibidas a las transiciones de Gamow-Teller
Como se ve de la Ec. (2.3.8), la forma del espectro debido a las CSP depende princi­
palmente de los factores Filié)- Ellos se presentan para 76 Ge en el panel superior de la 
Fig. 8 como una función de la energía e. y ^2?(c) exhiben la misma dependencia
en energía, mientras que mueve el espectro permitido levemente hacia la derecha y
J^e) hacia la izquierda.
La forma de los espectros con y sin la inclusión de las CSP se comparan en el panel 
inferior de la Fig. 8. Se puede observar que son muy similares. El mismo comportamiento 
se halló para otros núcleos de interés experimental, tales como 82Se, 128Te y 130Te.
e
Figura 8: Factores JS(e) (panel superior) y espectro de energías dV^v/de (panel inferior) 
para 76Ge. Todas las cantidades están normalizadas al valor máximo del espectro permitido.
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Los elementos de matriz definidos en la Ec. (2.3.6), fueron evaluados dentro 
del modelo de QRPA. Los resultados se presentan en la Tabla 19, junto con los factores 
cinemáticos </2l¡ dados en (2.3.11). Además del término del magnetismo-débil, los elementos 
de matriz dependientes de la velocidad r x p y 2i(a • p)r son también importantes, y 
particularmente en el caso de 100Mo. El momento Aí25 es siempre relativamente pequeño.
Tabla 19: Resultados numéricos para los factores cinemáticos £2|¡ (en unidades de años-1) 
y los elementos de matriz AíJÍ (en unidades naturales), evaluados dentro del formalismo de 
QRPA con una carga axial efectiva gA = 1.
Núcleo am  c(3) »2i/ C(2) »2i/ A4£! A4g M(¿!
™Ge 5.39 lO"'2" 6.24 lO"20 2.33 10"2U 0.050 0.0044 0.0002 -0.0017
^Se 1.80 10-18 2.14 10"18 0.83 10"“ 0.060 0.0041 0.0003 -0.0018
mM<¡ 3.91 lO"18 4.54 lO-18 1.83 10"“ 0.051 0.0141 0.0015 0.0072
™Te 3.54 10"22 3.79 10-22 1.13 10"22 0.059 0.0048 0.0003 -0.0016
l3OTe 2.00 10"18 2.23 lO'18 0.91 10-“ 0.048 0.0039 0.0005 -0.0014
Los resultados numéricos para la contribución de las CSP a la vida-media del modo pp¿v 
se presentan en la Tabla 20. Contrariamente a lo que ocurre en el caso de las transiciones 
prohibidas NU, las CSP disminuyen las vidas-medias. El rango de reducción va desde 6% 
en 128Te hasta ~ 32% en 100Mo [37].
Tabla 20: Vidas-medias calculadas dentro de la aproximación permitida (T¿) y con las 
correcciones segundas prohibidas incluidas T2^+CSP (en unidades de años).
Núcleo rpp Á2v nncsp12v
“Ge 7.3 1021 6.8 1021
82Se 1.5 1020 1.4 1020
180 Mo 9.7 10“ 6.6 10“
™Te 8.1 1023 7.6 1023
130Te 2.2 102° 2.0 102®
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6 Conclusiones
En esta tesis hemos estudiado 106 decaimientos beta doble exóticos sin emisión de neutrinos 
y con emisión del majorón, y su posible competencia con efectos de orden superior en el 
decaimiento estándar con dos neutrinos. Presentaremos las conclusiones para cada uno de 
estos tres tópicos por separado.
6.1 Decaimiento beta doble sin emisión de neutrinos.
Realizamos una derivación directa de la probabilidad de decaimiento basada en la 
expansión de Fourier-Bessel de la amplitud de transición y en la posterior aplicación del 
álgebra de Racah, sin invocar la aproximación de clausura. Si es necesario, esta aproximación 
puede ser implementada en cualquier paso del cálculo. Esta fue usada para derivar las 
fórmulas PPqv en las Refs. [42, 43, 49], pero no en las Refs. [23, 67, 68, 84, 85, 86].
Para evaluar los elementos de matriz mostrados en las Ecs. (3.2.3) - (3.2.9) solamente 
necesitamos realizar las sumas sobre los impulsos angulares y los estados virtuales inter­
medios. Los términos sucesivos decrecen rápidamente, debido a que las integrales radiales 
(3.3.17) disminuyen en magnitud cuando aumentan los multipolos L y L' [55, 57]. Las 
fórmulas se hacen particularmente simples cuando se usa la base del oscilador armónico. En 
ese caso se puede explotar el método de Horie-Sasaki [87] para evaluar los factores de forma 
radiales (3.3.17), y se pueden emplear las ecuaciones mostradas en el Apéndice B.4.
El formalismo desarrollado es especialmente conveniente para los cálculos de estructura 
nuclear en los cuales la suma sobre los estados intermedios es inevitable, tales como en 
QRPA. La aproximación de clausura en tal caso sólo connota que la variación de los denomi­
nadores de energía con la exitación nuclear no debe ser considerada. Evidentemente esto no 
lleva a una mayor simplificación en el cálculo numérico. Por ejemplo, para ^(pnp'n'; JJ) 
dada por (3.3.24), las sumas en (3.3.10) - (3.3.16) sobre diferentes estados a con el mismo 
J* persisten, aunque hagamos el reemplazo wj* —>< wj* >= üüj*.
Contrariamente, el uso de la aproximación de clausura es obligatorio, y puede ser imple- 
mentado fácilmente como hemos descripto en la Sección 3.3, cuando hacemos el análisis en 
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el marco de un modelo de capas, es decir, cuando uno posee solamente información sobre 
o equivalentemente sobre las funciones de onda nucleares 0+ para los estados inicial y 
final.
La principal diferencia entre el formalismo desarrollado aquí y aquellos publicados antes 
[23, 42, 43, 49, 61, 67, 68, 84, 85, 86] es su simplicidad. Por eso es más conveniente para los 
cálculos numéricos. Vamos a subrayar unos pocos puntos en este aspecto:
1) Mientras en los formalismos con potenciales de neutrino [42, 43, 49, 61] uno trata con 
elementos de matriz de dos-cuerpos, que llevan a expresiones analíticas más complicadas 
para los momentos PPqv^ nosotros solamente tenemos que manipular los operadores de un- 
cuerpo bien conocidos (3.2.2). Sería ilustrativo comparar nuestro resultado (3.2.7) para el 
elemento de matriz con las Ecs. (3.65) a (3.68) en el trabajo de Tomoda [43].
2) A diferencia con el formalismo desarrollado por Vergados et al [68], los resultados 
mostrados aquí no están limitados al empleo de las funciones de onda del oscilador armónico. 
Además, nosotros evitamos totalmente el uso de los coeficientes de transformación de Brody- 
Moshinsky, que hacen los resultados muy engorrosos.
3) Hay varias diferencias sustanciales con los trabajos de Suhonen et al [86], donde 
también se usó la expansión de Fourier-Bessel. Primero, ellos obtienen resultados diferentes 
y más complicados para and A4gt- Segundo, no muestran la estructura explícita de 
los restantes elementos de matriz, dados aquí por las Ecs. (3.2.5) - (3.2.9), sino que sólo 
esbozan las líneas generales del cálculo. Sin embargo, eso no puede ser utilizado para 
propósitos prácticos. Tercero, en lugar de trabajar con el modelo de capas nuclear, operan 
en un modelo relativista de confinamiento de quark. Cuarto, su formulación está limitada 
a la aproximación de QRPA y a la base del oscilador armónico.
Los momentos nucleares para el decaimiento beta doble sin neutrinos se evaluaron 
numéricamente para varios núcleos. También presentamos expresiones analíticas simples 
para el decaimiento PP de 48Ca, en el modelo de un solo nivel que sigue de nuestro forma­
lismo. Los resultados mostrados en la Tabla 4 son útiles no sólo para verificar los cálculos 
numéricos completos, sino para verificar la consistencia con otros formalismos [42,49, 86, 68]. 
En efecto, sería deseable saber si estos llevan a los números mostrados en la Tabla 4. Esto 
6. Conclusiones 63
sería una prueba simple y definitiva para todos los elementos de matriz nucleares excepto 
para MP. A partir de los resultados numéricos, hemos determinado los límites superiores 
para los parámetros que contienen información sobre la posible existencia de física más allá 
del Modelo Estándar, tales como la masa efectiva < mv > de los neutrinos de Majorana, y 
las constantes de acoplamiento efectivas <A>y<^>delas corrientes derechas [39].
Este trabajo se diferencia de estudios QRPA similares, no sólo en el formalismo sino 
también en la interacción residual. En efecto, aquí usamos una interacción-^ simple en vez 
de la matriz-G usada comunmente. El hecho de que nuestros resultados sean equivalentes a 
los calculados por MBK y PSVF muestra claramente que las vidas-medias /3/3qv no son muy 
sensibles a los detalles de la fuerza nuclear. En otras palabras, las llamadas ”interacciones 
realistas” no son de ninguna manera la panacea para la evaluación de estructura nuclear 
de los procesos beta doble, como algunos autores han proclamado por largo tiempo. La 
razón para ello es el rol crucial desempeñado por la restauración de las simetrías de isoespín 
y SU(4), producida por la interacción residual, en reducir las amplitudes de transición de 
Fermi y Gamow-Teller, respectivamente [55, 59, 88]. Este mecanismo de restauración no está 
limitado a modelos tipo-RPA [55, 59, 88, 89, 90, 91], sino que también ocurre en los cálculos 
dentro del modelo de capas. (Un ejemplo simple fue discutido en la Sec. 3.5.) Estamos 
convencidos de que el problema de estructura nuclear involucrado en los decaimientos beta 
doble nos mantendrá ocupados por largo tiempo, y que definitivamente no puede ser resuelto 
simplemente empleando una ”buena” interacción residual. Ninguno de los métodos de RPA 
renormalizada o auto consistente son capaces de resolver este problema [92].
6.2 Decaimiento beta doble con emisión del majorón.
Examinamos en detalle las predicciones del modelo de majorón cargado introducido en los 
últimos años por Burgess y Cline. Hallamos que la probabilidad del decaimiento beta doble 
sin neutrinos y con emisión del majorón dentro de ese modelo, es sumamente pequeña como 
para ser observada, a menos que haya una gran mezcla entre neutrinos estériles exóticos de 
masa > 100 MeV, y fuertes acoplamientos entre los neutrinos estériles [40]. Es importante 
destacar que al computar los elementos de matriz, no hemos considerado los efectos de 
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las correlaciones de corto alcance y tamaño finito del nucleón, que tenderían a reducir los 
elementos de matriz calculados [46].
Por otro lado, los argumentos empleados usualmente [61, 65] para simplificar los opera­
dores de transición nucleares de (4.3.1) a (4.3.5) no son rigurosos. Entonces, debido a 
que creemos que nuestro cálculo es el análisis más cuantitativo del modelo de majorón 
cargado hasta la fecha, si la situación experimental diera serias indicaciones de eventos de 
decaimiento beta doble anómalos en el futuro, sería apropiado emplear nuestro formalismo 
para una evaluación más cuidadosa de las predicciones del modelo.
El formalismo también es aplicable a los elementos de matriz que aparecen en algunas 
contribuciones supersimétrícas [93]. En tales modelos aparece un elemento de matriz con 
un potencial de neutrino de la forma [94] 
(6.2.1)
cuya potencia extra de g2 relativa al potencial de neutrino usual muestra que es similar a 
los términos del tipo de retroceso que hemos evaluado antes. Esto nos da un el elemento de 
matriz que puede ser calculado por nuestro método.
En resumen, hemos desarrollado un formalismo especialmente preparado para evaluar 
factores de forma nucleares que contienen operadores de retroceso, independiente del modelo 
nuclear, y lo hemos aplicado a los elementos de matriz para la emisión del majorón cargado 
en la QRPA. De esta manera hallamos que las aproximaciones usadas en algunos trabajos 
previos [61, 65] para simplificar los factores de forma nucleares (4.3.1) funcionan bien, con 
un error relativo del 15% [41].
6.3 Competencia entre los decaimientos exóticos y estándar.
A partir del análisis de las correcciones de orden superior al decaimiento estándar con 
dos neutrinos 00'¡v hallamos que, en el contexto de la aproximación-^, la contribución de 
las transiciones prohibidas no-únicas se puede factorizar de la misma manera que en la 
aproximación permitida [35], es decir, con el mismo factor cinemático. Por lo tanto, ellas no 
pueden modificar la forma del espectro, como se ve claramente de la Ec. (2.2.14). Notemos 
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también que el momento dado en la Ec. (2.2.8) se puede obtener a partir de 
haciendo la sustitución
gyr+ -> -gÁT+(a-v + £i(yr),
gAr+a -> -r+{gvv + f[pyir - pxcrxr]}, (6.3.1)
o sea en forma completamente análoga a como se obtienen las expresiones para las transi­
ciones primeras prohibidas a partir de las permitidas en los procesos de decaimento P simple 
[52]. Esto es sorprendente ya que, debido a la antisimetrización entre los pares de electrón 
y neutrino, el decaimiento pp?v no es un sencillo producto de dos decaimientos p simples.
Hallamos que los momentos son comparables al valor necesario para explicar las 
vidas-medias de los núcleos 128Te y 130Te, mientras que para 76Ge, 82 Se y 100Mo los momen­
tos no únicos son relativamente pequeños comparados con las amplitudes medidas. Sin em­
bargo, aún en este caso esos momentos podrían ser importantes en las evaluaciones teóricas 
de las vidas-medias del modo PP^ porque ellos tienden a cancelar el efecto de los elementos 
de matriz permitidos [35]. Además, la sensibilidad de los experimentos PP^ ha mejorado 
mucho en los últimos años, y no hay razón para creer que no sean posibles mejoras futuras.
Hemos encontrado que los efectos de orden superior en la física estándar que dan con­
tribución a transiciones a estados intermedios J* = 2“ modifican la forma del espectro de 
dos electrones PP^, pero sólo al nivel de 10-6 y principalmente en la parte de menor energía, 
donde tienden a dominar la mayoría de los efectos de fondo. Entonces concluimos que es 
muy poco probable que sus efectos dificulten la detección de los posibles eventos exóticos 
sin emisión de neutrinos en experimentos contemporáneos [36].
Comparamos los espectros con y sin la contribución de las correcciones segundas prohi­
bidas a las transiciones de Gamow-Teller, y hallamos que son muy similares para todos los 
núcleos analizados. Por lo tanto, ellas tampoco modifican la forma del espectro de energía 
de dos electrones de una manera apreciable, como se muestra en la Fig. 8 [35, 36, 37].
De (2.3.6) y (2.3.7) vemos que el efecto principal del magnetismo-débil consiste en renor­
malizar el elemento de matriz de Gamow-Teller como [37]
(6.3.2)
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es decir por un factor de ~ 1.05 para los núcleos que pueden decaer por emisión beta doble, 
independientemente del modelo nuclear empleado. Además del término del magnetismo- 
débil, los elementos de matriz dependientes de la velocidad son importantes, y particular­
mente en el caso de 100 Af o. Contrariamente a lo que ocurre en el caso de las transiciones 
prohibidas no-únicas, las correcciones segundas prohibidas disminuyen las vidas-medias. El 
rango de reducción va desde 6% en 128Te hasta ~ 32% en 100Mo [37].
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Apéndice A: Funciones de Onda
El objetivo de esta Sección es presentar las funciones de onda relativista del electrón, dis­
torsionadas por el campo de Coulomb debido al núcleo inicial, y del neutrino y el majorón, 
que no sufren interacción coulombiana. Una deducción detallada fue hecha por Rose [95] 
También presentaremos la función de onda de los nucleones en el límite no relativista.
La función de onda del electrón es una solución de la ecuación de Dirac
- 1 + 7o = 0, (A.1.1)
donde & = 7M5M, con un potencial [42, 61]
(A.1.2)
donde R = 1.2 A1/3 fin es el radio medio del núcleo inicial con número atómico Z, y a ~ 
1 /137 es la constante de estructura fina. La solución de energía positiva de esta ecuación, 
que describe un estado con energía c, impulso p y proyección de espín se, será denotada por 
^r).
Estas funciones de onda se pueden expresar como una superposición de ondas esféricas 
distorsionadas por el campo coulombiano debido al núcleo [52]. Nosotros expondremos aquí 
solamente los primeros términos de ese desarrollo, que son los que nos interesan.
La función de onda se expande en términos de las ondas esféricas como
r) = V’(s)(€, r) 4- r) + • • •. (A.1.3)
Aquí S y P representan las ondas S y P, 
(A.1.4)
(A.1.5)
donde r y p son los versores de posición e impulso del electrón, respectivamente, y 68 
un espinor de dos componentes. Las funciones de onda radiales p-i(e) y /i(e) son ondas S 
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con impulso angular total j = 1/2, y pi(e) y /_i(e) son ondas P con impulso angular total 
j = 1/2, mientras que g-z(e) y fz(e) son ondas P con j = 3/2.
Nosotros daremos las funciones de onda relativistas del electrón en una distribución de 
carga uniforme en el núcleo (potencial dado más arriba). Reteniendo la potencia más baja 
en la expansión en r, las funciones radiales están dadas por




Las constantes de normalización A±¡e están dadas en forma aproximada por
(A.1.9)
donde k = 1,2,3, • • • y
Es importante notar que en el decaimiento PP hay una interacción coulombiana repulsiva 
adicional entre los dos electrones emitidos. Nosotros no consideramos esta interacción en 
este trabajo. Más aún, el primer electrón emitido es afectado por el campo de Coulomb del 
núcleo intermedio con Z+l protones, antes que decaiga el segundo neutrón, pero finalmente 
ambos electrones en el decaimento PP son atraídos por el núcleo final con Z 4- 2 protones. 
Esta corrección tampoco será tenida en cuenta en este trabajo.
Similarmente, la función de onda de un autoestado de masa de Majorana con masa 
será solución de la ecuación de Dirac libre
(i p — = 0. (A.l.ll)
La solución de energía positiva de esta ecuación, que describe un estado con energía w¿, 
impulso q y proyección de espín sVl será denotada como ^(cu, z), y se reduce a la onda plana 
fat, x) = e-“^(<vz, r), r) = (A.1.12) 
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Esta solución puede ser expandida en ondas esféricas usando la ecuación (A. 1.3) en el límite 





Por otro lado, el majorón es el bosón de Goldstone sin masa asociado con la ruptura 
espontánea de simetría, y por lo tanto su función de onda será una solución de la ecuación 
de Klein-Gordon
(A.1.16)
La solución de energía positiva de esta ecuación, normalizada a la unidad, tiene la forma
(A.1.17)
donde k es el impulso del majorón y |k| su energía.
Las funciones de onda de los nucleones serán soluciones de la ecuación de Dirac. En el
límite no relarivista, las soluciones de energía positiva de dicha ecuación tienen la forma 
[96, 97]
(A.1.18)
donde MN es la masa del nucleón, pn su impulso, y <pNn(x) es una solución de la ecuación 
de Schródinger no-relativista.
A partir de todas estas funciones de onda es posible construir los operadores de campo 
cuantificados ^e(x), N/(z) y ^n(z) del electrón, el neutrino de Majorana con masa m/,
el majorón y el nucleón, respectivamente. En particular, nosotros estamos interesados en los 
autoestados débiles del neutrino del electrón, que es el que interviene en los decaimientos 
beta que analizamos. El operador de campo ^i/e(z) que describa dicho autoestado débil 
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estará relacionado con los autoestados de neutrinos de Majorana N/(x) por las ecuaciones 
Í42. 981
(A.1.19)
con matrices de mezcla y diferentes para los neutrinos izquierdos y derechos, que 
satisfacen las siguientes relaciones de normalización y ortogonalidad
(A.1.20)
Todas las sumas se realizan sobre el número de generaciones de leptones.
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Apéndice B: Momentos Nucleares y Factores 
Leptónicos para el Decaimiento /3/3q„
B.l  Elementos de matriz Mx(q, jv).
La forma explícita de los factores de forma definidos en (3.1.11) y (3.1.12), una vez que se 
realizan las integraciones en dx. y dy indicadas en (3.1.10), es:
B.2  Factores leptónicos.
Los elementos de matriz leptónicos Li(ei, 62) de la Ec. (3.1.18) están dados por:
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MC1»€2) = 2^(-1)1/2+,eaXÍei {b-l(Cl)/-l(e2) + /_1(€1)p_1(€2)]
- [pi (€1)/1 (e2) 4- fi (€i)gi (e2)]a • P1<T • p2} X-«e2,
con las funciones p±i(c) y /±i(e) definidas en (A. 1.6) y (A.1.7).
Los factores del electrón e2) que aparecen en Ec. (3.1.24) son:
61(€1,€2) = €1€2,
Mci»c2) = (q — €2)2(Q€2 — l)/2,
Mc1,c2) = (C1 — £2)2j
&4(C1>C2) = 2(ti€2 — l)/9,
&5(q,€2) = 2(Q2-2q€2 -2 + 6fQ)/3, (B.2.2)
Mci>€2) = 4Q/R,
c2) = 8 [Q(q£2 — 1) “*■ 6£(q€2 1)] /(37?),
Mci> cí) = 2 [Q2(ci€2 — 3) 4- 4(ci€2 + 1) + 12¿Q(ci€2 — 1) 4- 36£2j /9, 
Mci>c2) = 8(ci€2 4-1)/7?2,
con ¿ = olZ¡2R.
B.3  Derivación de las fórmulas finales para los momentos 
nucleares.
Aquí daremos los detalles para la derivación del último término de la Ec. (3.2.7). Primero, 
reescribimos (B.1.5) como
MR(q,N) = -»^^-q-(F|52T+ane<qr"|w)x
<wl ZLrme_Íqrm [2P"> - q + 10- (B.3.1)
m
Daremos ahora los detalles para la evaluación del primer término en MK que involucra el 
impulso del nucleón, al que designaremos como M^. Expresando el producto vectorial en 
coordenadas esféricas tenemos
Mí’íq.w) =
<FI 52 Tn IN) ("I 52 Tme~^'r'"Pm‘' 10• (B-3-2)
n m
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Después de realizar la expansión multipolar (3.2.1) y manejar un poco de álgebra de Racah 
sencilla, obtenemos
= ^VS^q £ f H(£010|«0)
N LL' JJ' M'MM' npv l )
X (B.3.3)
con los operadores Sllj'(<¡) y definidos en (3.2.2). Finalmente, la integración angular
nos permite realizar las sumas sobre las proyecciones de impulso angular y obtener
/dnM’(q^) = ■[ ¿}(I010|L'0)
(f|S“w(?)|n) • (n|Plv(«)I0- (B.3.4)
Este resultado, junto con la Ec. (3.1.14), nos lleva al último término en la Ec. (3.2.7).
B.4 Factores de forma radiales para las funciones de onda del 
oscilador armónico.
Siguiendo el método de Horie y Sasaki [87], las integrales (3.3.17) pueden ser expresadas 
como
donde
”* 2 ¿ (B-4-4)
y
= (2^)’^ jT dq^'e-^víq-, (B.4.5)
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Apéndice C: Aproximación de Fases al Azar para 
Cuasipartículas (QRPA)
C.l  El Hamiltoniano nuclear.
Es conveniente expresar el Hamiltoniano nuclear en la forma [99]
H^Hp + H^H^ (C.l.l)
donde Hp y Hn describen los Hamiltonianos efectivos de protones y neutrones, respectiva­
mente, mientras que Hpn representa la interacción efectiva entre protones y neutrones. En 
el formalismo de segunda cunatificación estas cantidades están dadas por
Ht = Sí®* - **)°l<»* + 7 S < *1*21^1*3*4 >A * = P, ", (C.1.2)
t 4 ts
Hpn = £ < Hv\p'n' apanan'a¿ : , (C.1.3)
pp'nn'
donde los subíndices p (n) indican todo el conjunto de números cuánticos, es decir p = 
{np,lp, (n = {n„,ín,.7n,mn}), y toda la otra notación tiene el significado usual: et
es la energía de partícula independiente, Xt el potencial químico, a| (a¿) son los operadores 
de creación (aniquilación) de partícula independiente, el símbolo : : indica el producto
normal de operadores fermiónicos respecto al vacío de cuasipartículas que definiremos más 
adelante, y el índice A señala elementos de matriz respecto de estados antisimétricos, es 
decir
< tlÍ2|^|t3^4 >X==< ÍltílV|¿3¿4 > — < > • (C.1.4)
El Hamiltoniano (C.1.2) es diagonalizado a través de una transformación canónica a cuasi­
partículas [100]
- tw, u? + v? = l, ai = (-l)t+mtat-mt, (C.1.5)
y utilizando el teorema de Wick con respecto al vacío de cuasipartículas dado por
|bcs) = |0+) = |0p) |0n), |0t> = IJ(wt + «t44)D» tssP> n>
t
(C.1.6)
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donde |) es el vacío de partículas. En efecto, a partir de la transformación (C.1.5), el
Hamiltoniano (C.1.2) toma la forma
Ht = H° 4- H}1 + H™ (C.1.7)j
donde
- At)wt2 -t 2
Zftn = 52[(et- At)(u?-vt2)4-2utvfAja|at, (C.1.8)
t
■H?0 = “ ■M’W - x(«t “ vt)Atl(“e«| +t 2
con los gaps de apareamiento están dados por
At = < «; 0|Vpo,r|t't'; 0 >, (C.1.9)
2 tf
donde ypoir es la parte de la interacción nuclear que describe el apareamiento. Esta acopla 
estados de pares de partículas con impulso angular total nulo. Exigiendo que el término 
Hf2 se anule obtenemos la siguiente relación
2(et - Xt)utvt = (u2 - vt2)At, (C.1.10)
que junto con la condición de normalización u2 + v2 = 1 tiene como soluciones




de donde queda claro que q es la energía de cuasipartícula.
Después de realizar la transformación (C.1.5), la interacción residual protón-neutrón 
puede escribirse
(C.1.13)
Apéndice C. Aproximación de Fases al Azar para Cuasipartículas (QRPA) 76
con
H“ = $2 [< pn|V|p'nz >x (upunUp>un> + vpvntyvn/)
jq/nn'
- < pn'|V|p'ñ >x (u„vnuplvn’ + VfUnVfUn')]
= Hw= S < Pnl^|p'n' >¿ U,UntV«n'<4<¿<4<4«. (C.1.14)
pp'nn'
Hasta el momento hemos incluido, además del campo medio, una parte de corto alcance de 
la interacción residual, que no es más que la interacción de apareamiento. La interacción 
residual entre protones y neutrones será tratada como una perturbación en el marco de la 
aproximación de fases al azar para cuasipartículas .
C.2  Ecuaciones de QRPA.
Comenzaremos definiendo los estados exitados | J*M) que se construyen por la acción de los 
operadores de intercambio de carga sobre el estado fundamental correlacionado
exacto |Ó), es decir \J*M) = rt(JJAf)|Ó). Para llegar a las ecuaciones de QRPA partiremos 
de la ecuación de movimiento [100]
<6| pr(j^), [h, rt(jj)]] |Ó) = o,J;(ó| [ár(jj), rt(jj)] |ó>, (c.2.1)
donde es la energía de la excitación y Ór( J*) representa una variación arbitraria del 
operador. La QRPA consiste en aproximar el operador de excitación en la representación 
acoplada por la expansión 13
13F,n este operador de excitación se tienen en cuenta correlaciones del estado fundamental, es decir, se 
contempla que en ese estado puedan existir cuasipartículas y que un estado excitado pueda obtenerse por 
creación de cuasipartículas (primer término de la sumatoria), o por aniquilación de las mismas (segundo 
término).
= Y, , (C.2.2)
pn
en la base de operadores
= (-1)J+M Az-MÍpn)- (C.2.3)
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Además, debido a que no se conoce el vacío exacto |0), se asume |Ó) ~ |bcs), que lleva a la 
llamada aproximación cuasibosónica
(Ó| [Aj±w(pn), Áj±M(p'n')] |Ó) s 0,
(Ó| [>lj±M(pn)Mj±M(p'n')] |Ó) * 0, (C.2.4)
(Ó| [A™(pn)>^M(p'n')J |Ó) ~ 6^5nn..
De esta manera, la ecuación de movimiento (C.2.1) nos provee los coeficientes Xj¡(pn) e 
Yj* (pn) y los autovalores wj* como una solución de la ecuación matricial
Aquí F y G son, respectivamente, los elementos de matriz de partícula-agujero y partícula- 
partícula definidos como
G(pnp'n'; J) =< pn; J|V|p'n'; J >, F(pnp'n'; J) =< pn-1; J|Vjp'n'_1; J > . (C.2.7)
C.3  Interacción residual.
En este trabajo emplearemos una interacción residual del tipo delta [101, 102, 103]
V = —4ir(v9P, 4- vtPt)S(r) (en unidades de MeV fin3), (C.3.1)
con diferentes valores de las constantes vt y vt para los canales partícula-agujero (ph), 
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mentó angular total J para los canales pp y ph, están en este caso dados por [102, 103] 
G(pnp'n'; J) = ~f(pnp'n') [vag(pnJ)g(p'n' J) + Vth(pnJ)h(p'n'J)], (C.3.2)
F(pnp'n'; J) = ^/(pnp'n') [(3t^ - va)^(pnJ)^(p'n'J) + + va)h(pnJ)h(p'n'J)] ,
donde
/(pnp'n') = i^ «„^,(r)unnA(r)“np,^(r)“%'A'(r)r2<ir> (C-3-3)
es la integral radial y
fl(pnJ) = = (C.3.4)
h(pnJ) = \/4jrj_1((iíp)jp||[o-xyi,]j=L||(^n)jn) = (-l)í’_i"+‘’+,7jp)nf-’f ,
son los elementos de matriz reducidos de los operadores con y sin intercambio de espín.
C.4 Matriz densidad dentro ¿e la QRPA.
Como indica la Ec. (3.3.2), la evaluación de un dado elemento de matriz requiere el 
conocimiento de la matriz densidad definida en la Ec. (3.3.3). Si escribimos el estado 
intermedio en términos del operador de excitación, es decir |J*Af) = rt(J*Af)|6), siendo 
|Ó) el vacío exacto en el núcleo intermedio (N — 1, Z 4-1), la matriz densidad toma la forma 
p^fpnp'n'; = (-l)J+M(0;| [(aja*).,.-*,, |Ó)(Ó| [r(JJM), (a^)™] l°?>-
(C.4.1) 
Mediante la transformación a cuasipartículas (C.1.5) podemos rescribir
(aJoft)jM = -UnVpAjjgipn) - upvnA\M(pn), (C.4.2)
donde ya hemos despreciado los términos de dispersión del tipo apOn y
Hasta aquí el cálculo es exacto. Dentro de la QRPA empleamos la expansión (C.2.2) 
para el operador de exitación, y hacemos la aproximación |0¿) ~ |0y) ~ |Ó) ~ |ncs). 
Entonces, introduciendo (C.2.2) y (C.4.2) en (C.4.1), y usando las reglas de conmutación 
(C.2.4), después de un poco de álgebra simple obtenemos
p’’*(pnp'n'; JJ) = [u,v„Xj.(pn) + u„v,,Yj.(pn)] [un’V^Xj^'rí) + uJ/ti„.Yjj(p'n')j.
(C.4.3)
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Apéndice D: Matriz de Mezcla y Matriz-S para el 
Modelo de Majorón Cargado
D.l  Diagonalización de la matriz de masa.
Para dar un ejemplo sencillo, en esta Sección vamos a analizar la matriz de masa (4.1.7) 
para la siguiente elección particular de los parámetros de modelo de Burgess y Cline (ver 
Ec. (4.1.3))
Xv = M, g+ = g_ = g. (D.l.l)
En este caso la matriz ¿e masa puede escribirse como 
(0.1.2)
donde M = \/2^g¿u¿ 4- Af2 es la forma particular de la cantidad definida en (4.1.8). Usamos 
la notación se = senO, ce = cosO, etc.
El problema de la diagonalización de esta matriz consiste en hallar los autovalores mi y los 
autovectores i = 1, • • •, 5, que satisfacen las ecuaciones det(mil—M) = 0, MX¡ = miXi, 
donde 1 es la matriz identidad 5x5. Los resultados que se obtienen son
mi =0, = (<*>
= -Af_, X2 = |(S0, -(1 - se)1/2, -1, (1 + se)1/2, ce),
m3 = M_, , X3 = |(se,(l-se)1/2,-l,“(14-se)1/2,ce), (D.1.3)
7714 = -M+, X4 = Use, -(1 + se)1'2, 1, -(1 - se)1/2> ce),
7715 = Aí+, X5 = ¡(se, (14- *e)1/2, 1, (1 - s^)1/2, ce),
donde
Af± = ^(l±s8)1/2, (D.1.4)
son las expresiones para las masas (4.1.8) en el caso particular que estamos analizando. 
Ahora podemos construir la matriz unitaria U tal que
UMU1 = M!, (D.1.5)
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donde M' es la matriz de masa diagonal
(D.1.6)
Dicha matriz es 14
(D.1.7)
D.2  Relación entre estados de masa y sabor.
En la Ec. (4.1.6) la densidad Lagrangiana fue escrita en término de los autoestados de sabor
L = sT, 7V+, como
£ = -LML. (D.2.1)
A partir de la Ec. (D.1.5), podemos reescribirla en términos de la matriz de masa diagonal
M.' de la siguiente manera
£ = -ÜM'L', (D.2.2)
donde
L' = UL = (M, N2i N3, N4, AT5), (D.2.3)
son los autoestados de masa. De (D.1.7) vemos que ellos están relacionados con los estados 
de sabor de la siguiente manera
14Hemos introducido los factores i en las filas correspondientes a los autovectores X? y X4 para absorber 
los signos de sus autovalores —M— y — M+ en las matrices de mezcla y los campos de Majorana (ver Sección 
2.3.2 en Ref. [42]).
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(D.2.4)
donde hemos definido los neutrinos
El neutrino ¡4 es no masivo, los neutrinos de Dirac y V’V tienen masa mientras que 
V’- y V’í. tienen masa Af_ 15.
15La no masividad de <4 se debe a que Ni es no masivo. Por otro lado, a partir de un par de neutrinos de 
Majorana N y N' degenerados en masa, es decir, con masas m y — m respectivamente, es posible construir 
dos neutrinos de Dirac con masa m, dados por — (N ± N')/\/2 (ver Sección 2.5.1 en Ref. [42]).
De la Ec. (D.2.4) vemos claramente que el neutrino no-masivo y los neutrinos de 
Dirac son una combinación lineal de los estados ve, PLs+ y A’+, con número leptónico 
L = 1, mientras que los neutrinos de Dirac V4 son una combinación lineal de los estados 
3— y 7V_, con número leptónico £ = — 1. Restringiéndonos entonces al subespacio generado 
por los estados (i/e1 V’-, V>+) debido a la conservación del número leptónico, de (D.2.4) vemos 
que la matriz de mezcla unitaria con los estados (i/e, N+l PLs+) será
(D.2.6)
que no es más que la matriz de (4.1.9) aplicada a nuestro caso particular (D.l.l).
D.3  Evaluación de la matriz-S.
En esta Sección vamos a esbozar el procedimiento seguido para evaluar la matriz-S, y a 
partir de ella la amplitud de transición (4.2.5). El primer paso es introducir un conjunto 
completo de estados intermedios |n) y emplear la Ec. (4.2.4) para la corriente nuclear. La 
integración en Xq, Pq y Zq puede realizarse haciendo el cambio de variables
Zo - Vo = 2f, xq + y0 = 2r), (D.3.1)
(D.2.5)
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y usando las propiedades
donde usamos la aproximación e, ~ Q/2 en los denominadores de energía, basándonos en la 
simetría del espectro respecto a los dos electrones finales [42, 52], empleamos la definición 
(3.1.17) y la propiedad
(D.3.4)
Aproximando wN por una energía de excitación promedio < wN >= p, e integrando en z y
02 resulta 16
A partir de las Ecs. (4.1.12) y (4.1.13), para el modelo de majorón cargado obtenemos
(D.3.6)
con Pi = (g2 — M2 + ie)-1, Af0 = 0. Para transiciones 0+ —> 0+, de la Ec. (2.1.8) resulta 10*
10Despreciamos todas las dependencias con fc° en la exponencial y los denominadores de energía debido
a que k° = |k| = k es del orden de unos pocos MeV [42]. Sólo retenemos el término proporcional a kq en el
numerador pues la contribución de orden cero en la energía del majorón resulta nula, y eso hace necesario
trabajar al próximo orden [17,18].
(D.3.2)
(D.3.3)
De esta manera obtenemos
(D.3.5)
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(D.3.7)
Introduciendo (D.3.6) y (D.3.7) en (D.3.5), podemos escribir la matriz SMC en la forma [104] 
(D.3.8)
con la amplitud de transición dada en (4.2.5).
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